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概要

本論文では、光浮遊技術によって浮遊させた強磁性微粒子に対して、強磁性共鳴による
磁気励起と磁気回転効果によって生じるマクロな回転運動を考察する。
まず、微粒子の定常回転速度をランダウ-リフシッツ-ギルバート方程式とオイラー方程

式から古典的に求めた。その結果、照射するマイクロ波周波数が共鳴周波数に近いとき、
微粒子が非常に高速に回転することを明らかにした。また、周囲の気体の圧力やマイクロ
波の振幅などが特定の条件を満たすと、回転速度のグラフに分岐が生じることがわかっ
た。さらに、磁気回転結合の係数の変化によって回転速度のマイクロ波周波数のグラフが
敏感に変化することがわかった。これにより、固体中の磁気回転結合の強度に関する情報
が得られることを理論的に示した。
続いて、微粒子の回転速度ゆらぎ (ノイズ)を理論的に考察した。磁化の運動を非平衡

開放量子系の理論を用いて記述し、回転運動に対してはランジュバン方程式を用いること
で、微粒子に働くトルクのゆらぎを記述し、回転速度ノイズパワーを求めた。その結果、
上で述べた分岐付近で回転速度ノイズが増大することがわかり、回転速度ノイズを測定す
る際には分岐付近に着目することが重要であることがわかった。また、静磁場が十分大き
い (または温度が十分低い)ときに、ショットノイズ的な角運動量移行に伴う回転速度ノ
イズが観測可能であることがわかった。この非平衡ショットノイズによる回転速度のゆら
ぎと回転速度の平均値の比からは、磁化が格子に渡す角運動量の単位が求められることも
わかった。
本研究の結果は、我々の提案するセットアップによって、磁化と微粒子回転の間の磁気

回転結合に関する様々な情報を得ることができることを示しており、光浮遊技術とスピン
トロニクス分野を結ぶ新しい学際分野を切り開く研究となることが期待される。
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第 1章

序論

1.1 研究の背景
近年、次世代の高速・省エネルギー電子技術として、スピントロニクスと呼ばれる分野

が注目を集めている [1–5]。電子の電荷を利用した応用技術はエレクトロニクスと呼ばれ
古くから利用されてきたのに対し、スピントロニクスは電子のもう一つの自由度である
「スピン」に着目する。スピンの流れ (スピン流)を利用することにより、スピントロニク
スデバイスではジュール熱の抑制や高速駆動が可能になると期待されており、現在活発な
研究が行われている。特にこの十数年で、スピンゼーベック効果やスピンポンピングをは
じめとした新しい現象を利用して、スピン流の生成・制御が行われるようになっており、
現在も多くの実験研究・理論研究が行われている。
将来の展開が期待されているスピントロニクス技術の一つとして、角運動量のやり取り

を通じてスピンと力学的運動を結びつける研究分野 (スピンメカトロニクス)を挙げるこ
とができる [5, 6]。スピンと力学的な運動の相互変換を用いると、スピンを制御すること
で物体にトルクを生じさせたり、逆に固体の回転運動からスピン流を生成させることがで
きるようになると期待される。
本論文では、このスピンメカトロニクスと呼ばれる分野に関して行なった研究をまとめ

る。本章では、本研究と関連の深い技術として、強磁性共鳴を紹介した後、光によって浮
上させた微粒子におけるスピンと力学回転の変換現象について紹介する。さらにスピンと
力学的運動の間の相互変換の有力な方法として、磁気回転効果を紹介する。最後に本研究
で考察する実験系のセットアップを説明し、本論文の研究目的をまとめる。

1.2 強磁性共鳴
磁場下の強磁性体に外部からマイクロ波を照射させると、強磁性体の磁化 (スピン)の
歳差運動を引き起こすことが可能である。特に磁化の歳差周波数と一致したマイクロ波に
対して、強磁性体中の磁化は共鳴的に応答し、大きな磁化の歳差運動を生じさせることが
できる。この現象を強磁性共鳴という。
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図 1.1 強磁性共鳴の概念図

以下では、図 1.1のように強磁性体に静磁場をかけながら、面内に振動磁場を印加する
状況を考える。このとき、静磁場の方向を軸として磁化が歳差運動を始める。振動磁場の
周波数が、静磁場の大きさに比例する共鳴周波数（典型的にはマイクロ波領域）に近づい
たとき、磁化が磁場の方向から大きく倒れ、磁化の面内成分が増大する。
磁化の運動は以下のランダウ-リフシッツ-ギルバート方程式（LLG 方程式）で記述さ
れる:

∂M

∂t
= M × γB +

α

M
M × ∂M

∂t
. (1.1)

ここで、M は磁化、M = |M |は磁化の大きさ、γ は磁気回転比（電子の場合、負の値を
とる）、B は磁束密度、αはギルバート減衰定数である。この LLG方程式は、通常のゼー
マン型のハミルトニアンから導かれる運動方程式に対して、現象論的にギルバート減衰を
記述する項 (式 (1.1)の右辺第 2項)を加えて導出される。ギルバート減衰項は、磁化を静
磁場方向に向けるような緩和を記述している (図 1.1の青矢印)。
強磁性共鳴において、磁化は振動磁場（マイクロ波）から角運動量を受け取り、ギル

バート減衰を通じて角運動量を放出する。これを利用すると、例えば強磁性体と常磁性
体の接合系において、強磁性体から常磁性体へとスピン角運動量の流れ (スピン流)を生
成することが可能となる [8]。これがスピンポンピングである。図 1.2のように逆スピン
ホール効果 [7]と組み合わせることで、実際に常磁性体に注入されたスピン流の大きさを
評価することも可能である。強磁性共鳴を用いたスピンポンピングは様々な形で応用され
ており、スピントロニクス分野における重要な実験手法として確立している。

1.3 光による浮遊技術
光浮遊技術の先駆的な研究として、1970年代にアシュキンによって光ピンセットと呼

ばれる技術が実現された [10]。光ピンセットは、レーザー光を集光することで、ナノ・
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図 1.2 (a) 強磁性体（Ni81Fe19）にマイクロ波を当てて強磁性共鳴を起こすと、(b)

スピンポンピングで常磁性金属（Pt）にスピン流 Js が注入され、逆スピンホール効果
を通じて、電流 Jc に変換される。文献 [7]より引用。

図 1.3 光ピンセットの概略図。文献 [9]より引用。

マイクロ粒子を三次元的に捕捉できる技術である。光ピンセットの概略を図 1.3に示す。
レーザー光を集光し、焦点付近に大きな電場勾配を生成すると、トラップしたい微粒子
とその周りの媒質の屈折率の違いから、微粒子を捕捉するような力が働く。例えば、図
1.3 (a) のように、微粒子が焦点の位置より左に動くと、右から左へと屈折するレーザー
光が、その逆のレーザー光よりも多くなり、レーザー光は右から左へ向かう運動量を受け
取ることになる。このとき作用反作用の法則より、微粒子は左から右へと向かう力を受け
取り、微粒子は元の焦点の位置に戻ろうとする。また図 1.3 (b)のように、微粒子が下に
下がった場合には、より多くのレーザー光が下向きに屈折される。微粒子は、その反作用
として上向きの力を受け取り、再び焦点付近に戻ろうとすることになる。
このような機構によって、微粒子を焦点付近にトラップすることができるだけでなく、

焦点を移動させることで微粒子自体を動かすことも可能である。さらには微粒子の位置を
観測することで、その微粒子に働いている力を精密に測定することもできる [9, 11]。これ
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図 1.4 磁気回転効果の概略図

らのメリットを生かして幅広く光ピンセットは利用されてきた。特に生物物理学への応用
が飛躍的に進展し、2018 年にアシュキンはノーベル物理学賞を受賞することとなった。
その後も研究が進み、現在では上述した光ピンセット以外の様々な光浮遊技術が開発され
てきている。

1.4 磁気回転効果
本研究では、光浮遊技術によって空中に固定した強磁性微粒子におけるスピン・回転運

動の変換現象に着目する。その際に、微粒子のマクロな回転の角運動量とスピン角運動量
の変換機構として鍵となるのが磁気回転効果である。
磁気回転効果とは、スピンとマクロな回転の間の相互変換を表す効果 (バーネット効果、

および、その逆効果であるアインシュタイン-ド=ハース (EdH) 効果) を指す。1915 年、
バーネット [12]は、試料のマクロな回転が有効磁場として働き、試料が磁化することを示
した (図 1.4の上図)。また同年にアインシュタインとド=ハース [13]は、磁場をかけて試
料が磁化すると、試料がマクロに回転し始めるということを示した (図 1.4の下図)。これ
らの磁気回転効果は、スピン角運動量とマクロな回転の角運動量の合計が一定であること
(角運動量保存則)からよく理解できる。つまり、バーネット効果はマクロな回転による角
運動量がスピン角運動量へと変換する現象、EdH効果はスピン角運動量がマクロな回転
による角運動量へと変換する現象、とそれぞれ理解することができる。
磁性体に対する磁気回転効果の研究は長年に渡って行われてきたが、近年は非磁性体

も含め幅広く盛んに研究されるようになっている。バーネット効果を利用した研究とし
ては、フェリ磁性体の磁化補償温度の決定 [14, 15]や、流体回転や表面弾性波などによる
スピン流の生成 [16–21]などが挙げられる。また EdH効果については、電子のスピンフ
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図 1.5 (a) 磁化の時間微分 ∂tM が EdH効果を通じてトルク τEdH を生み出す。(b)

レイリー型表面弾性波 (RSAW)がバーネット効果を通じて zz 方向の振動磁場を生み、
x方向の磁場が特定の大きさになりスピン波励起 (SWR)が起こる。このとき ∂tM が
大きく生成され、EdH効果を通じてトルク τEdH が生成される。この生じたトルクが、
出力される表面弾性波の波長を ∆λだけシフトさせる。(c) x方向の静磁場が共鳴条件
を満たさず、スピン波が励起されていない状態。文献 [25]より引用。

リップによる微小トルクの観測 [22]、ナノ磁性薄膜の磁気回転比の決定 [23]、強磁性体の
磁化緩和プロセスの解明 [24]などの研究が行われてきた。
これまでの磁気回転効果の研究では、バーネット効果と EdH効果のどちらかに着目し

て研究が行われてきたが、ごく最近になって、表面弾性波を用いた実験系で２つの磁気回
転効果が共に重要な役割を果たす物理現象が観測されている [25]。この実験では、表面弾
性波によって入力された局所的な回転運動が、バーネット効果を通じてスピンのダイナミ
クスに影響し、さらにそのスピンのダイナミクスから EdH効果を通じて追加の局所回転
運動が生じる様子が調べられた（図 1.5）。このような２つの磁気回転効果の競合は、スピ
ンと力学回転の変換現象を考察する上で重要になる可能性があるが、その研究は端緒がつ
いたばかりであり、まだ十分には調べられていない。また通常の固体系では、固体中の電
子励起やフォノン励起を介して、固体に接触している周りの環境に力学回転の角運動量が
緩和してしまうため、精密な実験研究を行うことが困難な状況にあった。
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図 1.6 本研究で考察する実験のセットアップ

1.5 セットアップと本論文の目的
本論文では、強磁性共鳴と光浮遊技術を組み合わせて、2つの磁気回転効果 (バーネット

効果と EdH 効果) が共存する新しい物理系を提案する。具体的には図 1.6 のようなセッ
トアップを考える。真空下で光浮遊技術を用いて浮かせた球状の強磁性微粒子に対して、
+z 軸方向に静磁場 H0 を印加し、さらにマイクロ波を xy 面内に印加することで強磁性
共鳴を起こす。このとき、磁化の歳差運動に伴って、ギルバート減衰によってスピン角運
動量が +z 軸方向へ緩和すると、磁化（スピン）から格子系に角運動量が移行し、最終的
に微粒子のマクロな回転が生じることが期待される。前章で述べた光浮遊技術は、強磁性
微粒子に対しても応用されており [26]、このセットアップは現在の光浮遊技術で十分に実
現可能であると考えられる。
本論文では、このような機構による強磁性体微粒子の回転速度の解析を行う。この系の

メリットは大きく三つある。一つ目は、強磁性体微粒子を光によって浮遊させることで、
力学回転運動が環境から十分切り離されて孤立系とみなすことができる点である。そのた
め、ギルバート減衰で緩和したスピン角運動量は電流やスピン流を通じて散逸することは
なく、全てが格子の力学回転の角運動量に移行すると考えられる。これは前節で述べた力
学回転の緩和などの困難を回避できることを意味し、磁気回転効果を精密に調べることを
可能にすると考えられる。二つ目の利点は、光浮遊技術によって、微粒子の面内の回転を
抑制し、一軸 (z 軸)周りのみの回転を生じさせることが可能になる点である [27–29]。こ
れにより磁気回転効果の解析が容易になる。そして三つ目の利点は、浮遊させた強磁性体
の回転を妨げる力が空気抵抗のみであり、圧力を制御することにより空気抵抗による角運
動量の散逸を抑えることができる点である。この三つの利点のために、次章で述べるよう
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な微粒子の高速回転が可能となる。この EdH効果で生じた高速回転は強いバーネット効
果を生み、強磁性共鳴下の磁化の運動にも影響を及ぼす。つまり我々の提案するこのセッ
トアップは、二つの磁気回転効果が競合した系となっている。以上のように、このセット
アップは磁気回転効果の競合を精密に調べるのに適したものとなっていると考えられる。
光浮遊技術によって浮かせた微粒子における磁化・力学回転の変換現象とそれによって

生じる微粒子の回転運動に関しては、すでにいくつかの研究が行われている。ほとんどの
先行研究では、強い磁気異方性をもつ強磁性体を考え、磁化と微粒子の結晶方位のロッキ
ング現象を利用して、磁化と回転運動の変換が考察されている [30–37]。ごく最近になっ
て、磁気異方性を持たない強磁性体においても、磁気回転効果を用いた磁化と回転運動の
変換現象が議論され始めている [38]。しかし、これらの研究では、微粒子に加わるトルク
の生成・制御に着眼点がおかれており、微粒子の高速回転に伴うバーネット効果および
EdH効果の競合現象については全く考察されていない。また、光浮遊技術によって浮か
せた非磁性微粒子の高速回転はすでに実現されており、その回転速度は微粒子の光を照射
したときの散乱光の周波数シフトから測定されている [39, 40]。しかしながら、回転機構
は磁気回転効果を用いておらず、当然ながらバーネット効果および EdH効果の競合現象
は現れない。
本研究では、浮遊させた強磁性微粒子の高速回転運動における磁気回転効果の理論を構

築する。特に強磁性共鳴周波数と回転速度が同じオーダーになり得る点に注目し、高速回
転による EdH効果とバーネット効果の競合現象について考察する。具体的には、EdH効
果を通じたスピン角運動量から物体の回転運動への変換現象を理論的に記述すると同時
に、その高速な回転運動がバーネット効果を通じてスピンのダイナミクスにどのように
フィードバックされるかを調べる。このセットアップは、スピンメカトロニクスの分野で
鍵となる磁気回転結合定数の決定にも応用できる。我々が提案するこの物理系によって、
光浮遊技術をスピントロニクス分野へ応用する新たな測定手法が確立されることを期待し
ている。

1.6 本論文の構成
本論文の構成は以下の通りである。第 2章では、磁化の運動を LLG方程式から古典的

に定式化し、定常状態での磁化と回転速度の様子を理論的に明らかにする。また、この定
常状態での試料の回転速度を観測することで、磁気回転結合の係数が測定できることを示
す。第 3章では、定常状態での回転速度のノイズ (ゆらぎ)の大きさを導出する。LLG方
程式では磁化の非平衡ノイズを記述することができないため、LLG方程式に量子ゆらぎ
の効果を取り入れることができる定式化を新たに構築する。磁化の非平衡ノイズと空気抵
抗のノイズを取り入れた上で、ランジュバン方程式から回転速度ノイズを求め、その回転
速度ノイズから得られる磁化の情報について理論的に考察する。最後に第 4章で本論文の
まとめを行う。
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第 2章

浮上した強磁性微粒子の定常回転

図 2.1 我々が提案するセットアップ (再掲)

本章では、図 2.1に示すセットアップにおいて、強磁性微粒子の磁化の運動と、微粒子
の回転運動を古典的に定式化する。回転運動と磁化の運動は磁気回転効果を通じて相互に
影響し合う。それらの効果を考慮に入れて定式化を行い、強磁性共鳴下における微粒子の
定常回転の回転速度を計算する。

2.1 強磁性共鳴の古典的な定式化
回転速度 Ωで回転する物体に固定された座標系において、ハミルトニアンは

H = −ℏStot · (γB + gSRΩ) (2.1)

と書かれる。ここで、γ = −1.76× 1011 s−1T−1 は磁気回転比、B は磁束密度、Stot は
系全体のスピンである。ハミルトニアンには、通常のゼーマン項に加えて、試料の回転速
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度ベクトル Ωを含む項が現れる。この項は磁気回転結合（spin-rotation coupling）を記
述し、回転する座標系からみると、物体中のスピンは回転速度に比例する有効磁場を感じ
ることを意味する。微粒子の磁化が回転速度ベクトル Ωの向きを向くときにエネルギー
が低くなるので、この項はバーネット効果を表しているともいえる。gSR は磁気回転結合
の定数であり、真空中の電子に対しては厳密に 1となるが、固体中ではスピン軌道相互作
用によって 1からずれることが知られている [41]（付録 B参照）。本論文では、微粒子は
光浮上技術によって常に回転軸が z 軸となるように固定されていると仮定し、回転速度ベ
クトルを Ω = (0, 0,Ωz)とする。
このハミルトニアンから磁化の運動に関するハイゼンベルグ方程式を立て、さらに現象

論的なギルバート減衰項を加えると、以下の LLG方程式が導出される:

∂M

∂t
= M × (γB + gSRΩ) +

α

M
M × ∂M

∂t
. (2.2)

ここで、M は磁化、M = |M |は磁化の大きさ、αはギルバート減衰定数である。磁束
密度B は、外部磁場H に加えて、双極子相互作用に由来する磁性体内の反磁場効果によ
り [42]

B = µ0(H +M −
↔
NM), (2.3)

と書かれる。ここで、µ0 = 1.257× 10−6 N ·A−2 は真空の透磁率である。
↔
N は反磁場を

表す係数で、試料の形状によって変化する。例えば

球：
↔
N =

1/3 0 0

0 1/3 0

0 0 1/3

 ,

z方向を向いた無限円筒：
↔
N =

1/2 0 0

0 1/2 0

0 0 0

 ,

(2.4)

である。本論文では浮上させた微粒子は球の形状をしていると仮定する。このとき、反磁
場の項は

↔
NM = M/3となってM に比例し、LLG方程式に磁束密度 B の式を代入し

たときに反磁場項はゼロになる。外部磁場H は z 方向に加えられた静磁場に加えて、xy

面内に振幅を持つ円偏光マイクロ波の交流磁場を考え、以下のように記述する:

H = (hx, hy,H0) = (h cos(ω − Ωz)t, h sin(ω − Ωz)t,H0). (2.5)

ここで hがマイクロ波の振幅であり、h ≪ H0 である。LLG方程式は物体とともに角速
度 Ωz で回転する座標系を用いて書かれているため、円偏光マイクロ波周波数が ω から
ω − Ωz にシフトしていることに注意せよ。
本論文では、定常状態 ∂Mz

∂t
=

∂Ωz

∂t
= 0 のみを考える。このとき、LLG方程式 (2.2)

の x, y 成分は、(
∂t −(µ0γH0 + gSRΩz − αMz

M ∂t)
µ0γH0 + gSRΩz − αMz

M ∂t ∂t

)(
Mx

My

)
= µ0γMz

(
−hy

hx

)
,

(2.6)
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となる。定常解として、

Mx = m cos((ω − Ωz)t+ ϕ), My = m sin((ω − Ωz)t+ ϕ), (2.7)

を仮定し、これを LLG方程式 (2.6)に代入すると、

tanϕ =
αMz

M (ω − Ωz)

ω + (µ0γH0 + (gSR − 1)Ωz)
, (2.8)

m =
µ0γMzh√

(ω + µ0γH0 + (gSR − 1)Ωz)2 + (α(ω − Ωz)Mz/M)2
, (2.9)

という解を得る。通常の強磁性共鳴の議論では、磁化はほぼ z 方向を向いている (Mz ∼
M)と仮定してさらに簡潔な表式を得るが、本論文ではそのような仮定を用いず、M2

z =

M2 −m2 の関係式が常に厳密に成り立つとする*1。さらに ∆g = gSR − 1とし、M2
z =

M2 −m2 に式 (2.8),(2.9)を代入すると、(
α(ω − Ωz)

M

)2

M4
z +

[
(µ0γh)

2 + (ω − ω0 +∆gΩz)
2 − (α(ω − Ωz))

2)
]
M2

z

− (ω − ω0 +∆gΩz)
2M2 = 0, (2.10)

が得られる。ここで、ω0 = −µ0γH0 は共鳴周波数である。これを解くと

M2
z =

1

2α2(ω − Ωz)2/M2

{
−µ2

0γ
2h2 − (ω − ω0 +∆gΩz)

2 + α2(ω − Ωz)
2

+

√
[µ2

0γ
2h2 + (ω − ω0 +∆gΩz)2 − α2(ω − Ωz)2]

2
+ 4α2(ω − Ωz)2(ω − ω0 +∆gΩz)2

}
,

(2.11)

となる。ここでMz が実数になるようにルートの前の符号を選んだ。ここまでで LLG方
程式 (2.2)から、磁化の定常解を Ωz の関数として求めることができた。

2.2 微粒子の回転運動の定式化
次に、微粒子の回転運動について議論する。まず、基礎方程式を立てるために、系のラ

グランジアンを書き下す。Stot = Stot(sin θs cosϕs, sin θ sinϕs, cos θs)、Ω = (0, 0, ϕ̇)と
すると、回転系での磁化のハミルトニアン (2.1)も用いて、系のラグランジアンは、

L[ϕ, ϕ̇, θs, θ̇s, ϕs, ϕ̇s] =
1

2
Iϕ̇2 + ℏStotϕ̇s(cos θs − 1)−H

=
1

2
Iϕ̇2 + ℏStotϕ̇s(cos θs − 1) + gSRℏStot cos θsϕ̇

+ µ0γℏStot [hac sin θs (cos(ωt− ϕ) cosϕs + sin(ωt− ϕ) sinϕs) +H0 cos θs] , (2.12)

*1 後で見るように、我々のセットアップでは共鳴付近でMz がM に比べて小さくなり、条件式Mz ∼ M

が成り立たなくなる。
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となる。ここで I = 2mptcr
2/5は試料の慣性モーメント、mptc は微粒子の質量、r は微

粒子の半径であり、ラグランジアンの第一項は試料の回転運動エネルギーである*2。ま
た、ϕ(t = 0) = 0となるように初期条件を決めてある。ラグランジアンの第二項はベリー
位相項である [3]。式 (2.12)を用いて、微粒子の回転角 ϕについてオイラー-ラグランジュ
方程式を立てると、

d

dt

[
Iϕ̇+ gSRℏStot

z

]
= µ0γℏ [S ×H]z , (2.13)

となる。これは磁化と回転運動を含めた系全体の z 方向の角運動量保存則を示しており、
右辺はマイクロ波によって系が角運動量を受け取ることを表している。式 (2.13) は摩擦
がない場合の式であるが、実際には空気抵抗が存在するため、右辺に角運動量の減衰項
−βΩz を付け加える必要がある。ここで β は微粒子が周りの気体から受ける空気抵抗の
係数である。磁化とスピンの関係 Stot = V

ℏγM も用いると、定常状態 Ω̇z = Ṁz = 0に
対する方程式は、

f(Ωz) ≡ µ0V [M ×H]z − βΩz = 0, (2.14)

となる。ここで後の議論のために、微粒子が受ける全トルクを f(Ωz) とおいた。この式
の第 1項は、式 (2.7)を用いて、

µ0V [M ×H]z = −V

γ

α

M
(ω − Ωz)m

2, (2.15)

と変形できる。よって、Ωz の定常解は、

f(Ωz) = −V

γ

α

M
(ω − Ωz)m

2 − βΩz = 0, (2.16)

から求められることになる。m2 = M2 −M2
z と式 (2.10)を用いて書き直すと、この Ωz

の方程式 (2.16)は

V

γ

[
µ2
0γ

2h2 + (ω − ω0 +∆gΩz)
2 + α2(ω − Ωz)

2

]
+ 2β

α

M
(ω − Ωz)Ωz　

=
V

γ

√
(µ2

0γ
2h2 + (ω − ω0 +∆gΩz)2 − α2(ω − Ωz)2)2 + 4α2(ω − Ωz)2(ω − ω0 +∆gΩz)2,

(2.17)

となる。γ < 0に注意すると、ルートの前の符号から、

V

γ

[
µ2
0γ

2h2 + (ω − ω0 +∆gΩz)
2 + α2(ω − Ωz)

2
]
+ 2β

α

M
(ω − Ωz)Ωz < 0, (2.18)

*2 ここでは球を考えているので、Ix = Iy = Iz ≡ I である。
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の条件を満たしている必要がある。この条件下で式 (2.17)の両辺を 2乗して計算をすす
めると、

(2βα/M)2(ω − Ωz)
2Ω2

z + 4
V 2

γ2
µ2
0γ

2h2α2(ω − Ωz)
2

+ 2(2βα/M)(ω − Ωz)Ωz
V

γ
(µ2

0γ
2h2 + (ω − ω0 +∆gΩz)

2 + α2(ω − Ωz)
2) = 0,

(2.19)

となる。ω = Ωz は解にならない*3ので、ω −Ωz で割り算してよく、結局解くべき方程式
は、不等式 (2.18)のもとで、[

−(2βα/M)2 + 2(16πµr3α/M)
V

γ
(∆g2 + α2)

]
Ω3

z

+

[
(2βα/M)2ω + 2(2βα/M)

V

γ
2(∆g(ω − ω0)− α2ω)

]
Ω2

z

+

[
2(2βα/M)

V

γ
(µ2

0γ
2h2 + (ω − ω0)

2 + α2ω2)− 4
V 2

γ2
µ2
0γ

2h2α2

]
Ωz

+ 4
V 2

γ2
µ2
0γ

2h2α2ω = 0, (2.20)

という三次方程式になる。ちなみに不等式 (2.18)を満たさない解はMz が虚数になる。
定常解の様子を見るために、図 2.2 に微粒子の受けるトルク f(Ωz) の Ωz 依存性を模

式的に示す*4。f(Ωz) = 0の解 Ωz が定常状態における微粒子の角速度を与える。この図
2.2の青丸で示された定常解では、擾乱によって Ωz が解の値からわずかにずれたときに、
正のフィードバックを受けて、より定常解から遠ざかろうとする*5。そのため、不安定な
解となっている。一方、他の二つの赤丸で示された定常解は、擾乱に対して安定な解に
なっている。

2.3 実験パラメータ
次節以降で、定常状態での回転速度を具体的に評価する。評価にあたって、YIGでの強

磁性共鳴によるスピンポンピングの実験 [43]を参考にして、以下の値を用いる:

M = 1.557× 105 A/m, (2.21)

α = 6.7× 10−5, (2.22)

H0 = 2.6× 105 A/m, (µ0H0 ≃ 0.33T). (2.23)

*3 ω = Ωz のとき、マイクロ波は静磁場になるので、定常的なギルバート減衰は起こらない。
*4 f(Ωz) = 0 の解の個数は１つの場合も２つの場合もあるが、この図では例として定常解が３つ現れてい
るような状況をプロットした。

*5 青い点から少し回転速度 Ωz を上げると、正のトルク f(Ωz) > 0 が働き、さらに回転速度を大きくしよ
うとする。逆に回転速度を少し下げると、今度は負のトルク f(Ωz) < 0 が働き回転速度をさらに下げよ
うとする。
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図 2.2 微粒子に働くトータルのトルクを回転速度 Ωz の関数としてプロットした図。

また、微粒子の半径は r = 1µm とする。微粒子が受ける空気抵抗の係数 β は、一般に
圧力に依存しており、空気の平均自由行程より微粒子の半径が小さい領域 (分子流領域)

では、

β =
8r4p

3

√
πmair

2kBT
, (2.24)

と書ける (詳細は付録 Aを参照)。圧力 pはパラメータとし、微粒子は空気中に浮上して
いるとして、

mair =
28.8× 10−3

6.02× 1023
kg, (2.25)

T = 273K, (2.26)

とする。これらの値を用いると、p ≲ 100Paで平均自由行程が微粒子の半径より十分長
くなり、分子流領域における β の表式 (2.24)が正当化される。

2.4 gSR = 1の場合
まず、gSR = 1の場合を考える。定常状態における微粒子の回転速度を具体的に評価し

た後、バーネット効果と EdH効果の競合で生じる分岐現象について考察する。

2.4.1 定常状態の角速度
マイクロ波周波数 ω を横軸に、回転速度 Ωz の定常解を縦軸にとってプロットした結果

を、図 2.3 (a)～(d) および (g)～(j) に示す。マイクロ波の振幅は図 2.3 の (a)∼(d) では
h = 4A/m、(g)∼(j)では h = 12A/mとしており、各図は圧力 pを様々に変えたときの
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様子を表す。赤い実線は安定な定常解を、青い実線は不安定な定常解を、それぞれ表して
いる。どの圧力においても、マイクロ波周波数が共鳴周波数に近くなったときに、微粒子
の回転速度が大きくなることがわかる。以下で、得られた結果の特徴について詳しく議論
する。
振幅 h = 4A/mのとき、低圧では図 2.3 (d) に示すように任意のマイクロ波周波数に

対して安定解が一つだけ存在する。少し圧力を上げると (c)のようにグラフがくびれて、
不安定解 (青い実線)が出現し、特定の圧力 (p1)において (b)のように上の分枝と下の分
枝が接触する。さらに圧力を下げると、(a) のように上の分枝が下の分岐から分離する。
図には表していないが、さらに圧力を下げた場合、この上側の分枝が消滅し、安定解は一
つだけになり遅い分枝 (グラフの下側の安定解)のみが実現する。
一方、マイクロ波振幅が h = 12A/mになると、図 2.3 (g)～(j)に示すようにどの圧力

に対しても安定な定常解が一つだけ存在し、分岐現象は現れない。
分岐の振る舞いの違いをより詳しくみるために、マイクロ波周波数 ω を共鳴周波数 ω0

に固定し、横軸を圧力 p、縦軸を角速度 Ωz としてプロットしたグラフを図 2.3 (f) およ
び (l)にそれぞれ示す。緑の領域は式 (2.18)を満たさない物理的に実現不可能な領域であ
る。そのため緑の領域の内側の解（赤い点線）は考えなくてよく、緑の領域の外側にある
解のみに注目すればよい。h = 4A/mのとき、図 2.3 (f)に示すように圧力が高いときに
は回転速度が遅い分岐のみが実現する。圧力を下げていくと Ωz ≃ 4.5 × 1010 Hz付近に
安定解と不安定解の組が出現する。さらに圧力を下げると、ある圧力 p = p1 でさきほど
の回転速度が遅い分岐と不安定解が消失し、回転速度が速い分岐のみが残る。これらの挙
動は、図 2.3の (a)から (d)のグラフ中の共鳴点 (ω = ω0)での解の振る舞いの変化に対
応する。図 2.3の (b)は p = p1 の場合に対応するが、このとき磁化Mz を ω の関数とし
て描くと図 2.3 (e) のようになり、回転速度が遅い (速い) 分岐では磁化の z 成分が大き
く (小さく)なることがわかる。一方で h = 12A/mのとき、図 2.3 (l)に示すように任意
の圧力に対して分枝は一つのみ実現する。この場合、ある圧力 p = p2 において分枝が切
り替わりが生じていることがわかる。このときには (h)のように、共鳴周波数において回
転速度のグラフが尖った形になる。また p = p2 のとき、Mz を ω の関数として描くと図
2.3 (h)のようになり、回転速度が速くなると磁化の z 成分が小さくなり、面内成分の歳
差運動の振幅が大きくなっていることがわかる。
以上の非線形現象は、微粒子の回転速度 Ωz の決定方程式が 3次方程式になっているこ

とによる。特にマイクロ波周波数 ω と回転速度 Ωz が同程度になると、ギルバート減衰項
に由来する非線形性が顕著となり、h = 4A/mのときに見られたような分岐現象が現れ
る。ここで得られた分岐現象を始めとする非線形応答は、微粒子が高速回転する状況での
み生じることに注意が必要である。
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(a) (b)

(c) (d)

(e)

(g) (h)

(i) (j)

(k)

(l)

(f)

図 2.3 マイクロ波振幅が（上）h = 4A/mのとき（下）h = 12A/mのときの様子。
(a)∼(d), (g)∼(j) はそれぞれの圧力に対しての回転速度 Ωz をマイクロ波周波数 ω の
関数でプロットしたもの。(e)(k)はそれぞれ (b)(h)に対応して、磁化の z 成分Mz を
マイクロ波周波数 ω の関数としてプロットしたもの。(f)(l)は回転速度 Ωz を今度はマ
イクロ波周波数を共鳴周波数に固定した上で（ω = ω0 ≃ 5.752× 1010 Hz）、圧力 pの
関数としてプロットしたもの。緑の領域は磁化が複素数になる領域 (物理的に禁止され
る領域)。
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D₁
D₂

D₁

D₂

(a) (b)

図 2.4 図 2.3(f)(l) の再掲。回転速度の定常解を、マイクロ波周波数を共鳴周波数に
固定し、圧力の関数としてプロットした様子。

2.4.2 分岐の出現条件と転移圧力
前節で hが小さいときに、回転速度のグラフに分岐現象が現れることを明らかにした。

この節では、この分岐の出現条件について詳細に解析する。以下では簡単のため、gSR = 1

かつ ω = ω0 の場合を考え、圧力 pに関する条件を評価する。
定常解の決定方程式 (2.20)は、

x =
2βα

M
, y =

V

γ
α2, z =

V

γ

µ2
0γ

2h2

ω2
0

, (2.27)

を用いて、

Ω3
z(x− 2y)x− Ω2

z(x− 4y)xω0 +Ωz(4yz − 2xz − 2xy)ω2
0 − 4yzω3

0 = 0, (2.28)

と書き換えられる（y, z < 0 に注意）。一方、Mz が実数となるための条件式 (2.18) は、
ω = ω0 のときに

h(Ωz) = (x− y)Ω2
z + (−x+ 2y)ω0Ωz − (y + z)ω2

0 > 0, (2.29)

となる。式 (2.28)の解の様子は、圧力 pの関数として図 2.4のようになる（図 2.3 (f), (l)

を再掲した）。図中の D1, D2 は三次方程式が重解を持つ点として定義される。3 次方程
式 (2.20)の判別式は

D = 4ω4
0x(x+ 8z)(x2y − x2z + 4xyz − 4y2z)2, (2.30)

となるので、三次方程式が重解を持つ条件は、

D = 0, → x = −8z,
−2yz − 2

√
y3z

y − z
, (2.31)
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となる。前者の解が D1 に、後者の解が D2 に、それぞれ対応する*6。それぞれの条件下
で三次方程式を解くことで、

Ωz(D1) =
1

2
ω0, Ωz(D2) =

y − z

y −√
yz

ω0, (2.32)

が得られる。
図 2.4 の緑の領域の境界線は、式 (2.29) において h(Ωz) = 0 とすることで得られる。

h(Ωz) = 0の条件を満たし、かつ、三次方程式 (2.28)の解となる Ωz は、連立方程式{
h(Ωz) = (x− y)Ω2

z + (−x+ 2y)ω0Ωz − (y + z)ω2
0 = 0,

yΩ2
z − 2yω0Ωz + (y − z)ω2

0 = 0,
(2.33)

から求められる。これを解くと、x > 0（p > 0）の解は

(x,Ωz) =
(−2yz − 2

√
y3z

y − z
,
xy + 2yz − xz

xy
ω0

)
, (2.34)

となる。式 (2.32)で得られた解との比較により、ここで得られた解はD2 と一致している
ことがわかる。これは緑の領域の境界線上にある解は常に D2 の重解に対応することを意
味する*7。
以上の考察より、図 2.4 (a), (b) のどちらが実現するかを判定するには、D1 と D2 の

位置関係に着目すればよい。もし Ωz(D1) < Ωz(D2) であれば、図 2.4 (a) のように D1

は緑の領域の外側に位置することになり、p1 = p(D1)で分岐が生じることになる。一方、
Ωz(D1) > Ωz(D2)であれば、図 2.4 (b) のように D1 は緑の領域内に位置することにな
り分岐が生じず、安定解は常に一つになる。これより、

y − z

y −√
yz

− 1

2
> 0 ↔ 3つの実数解が存在可能 (分岐が生じる),

y − z

y −√
yz

− 1

2
< 0 ↔ 常に実数解は一つ (分岐が生じない),

(2.35)

となる。y = V
γ α

2, z = V
γ µ

2
0γ

2h2 1
ω2

0
を用いて書き直すと、γ < 0にも注意して

y − z

y −√
yz

− 1

2
=

1

2

(
1− 2

α

h

H0

)
, (2.36)

となる。よって、分岐が出現する条件は
h

H0
<

α

2
(2.37)

*6 D2 のもう一つの解 x =
−2yz+2

√
y3z

y−z
は負になる（つまり圧力が負になる）ので無視する。また、

−2yz−2
√

y3z
y−z

の方も |y| > |z|のときのみ正になる。D2 が負だと、図 2.4(a)(b)のような分枝の切り替
わりが起きず、ただ単純に一つの分枝のみが実現する。

*7 図 2.4を見ればわかるように、交点D2 から伸びる四つの線のうち、二つは緑の領域内に入り、物理的な
解にはならない。h(Ωz) = 0（緑の境界）と三次方程式の解が交わるのはD2 のみなので、マイクロ波振
幅 h などのパラメータが連続的に変わっていっても緑の領域内にあった二本の点線が緑の領域を飛び出
すことはない。つまりどのようなパラメータに対してもその二つの点線は条件を満たさず、残りの二本が
物理的な解になる。
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となる。つまり、ギルバート減衰定数 α が大きくなる、もしくは、マイクロ波振幅 hが
小さくなると分岐が出現する。
分岐が出現する場合、分枝が生じる圧力は p1 = p(D1)で与えられる。式 (2.32)で得ら

れた D1 の解 x = −8z、および、式 (2.24)と式 (2.27)を用いると、ω = ω0 に対して、

p1 = − 2M

γαr

√
2πkBT

mair

(
h

H0

)2

(2.38)

が得られる。分岐が出現しない場合には、分枝が切り替わる圧力 p2 = p(D2)において回
転速度や磁化の ω 依存性にカスプが生じる。その圧力は、式 (2.32)で得られた D2 の解
x = (−2yz − 2

√
y3z)/(y − z)より求めることができる。

2.5 gSR ̸= 1の場合
磁気回転結合HSR = −ℏgSRS ·Ωの係数 gSR が 1からわずかでもずれると、前節まで

の回転速度 Ωz の振る舞いが大きく変更を受ける。gSR を 1から少しずらした場合に、圧
力 p = p1 において回転速度 Ωz がマイクロ波周波数 ω の関数としてどのように変化する
かを図 2.5に示す。
gSR = 1のとき、図 2.5 (a)に示すように Ωz は共鳴振動数に対して対称的なグラフと

なるが、gSR = 1.0001と僅かに gSR の値のみを 1からずらすと、図 2.5 (b)に示すよう
に共鳴ピークが非対称となる。さらに gSR を 1 より大きくしておくと、共鳴ピークは低
周波側により傾いていく (図 2.5 (c), (d))。図には示していないが、gSR を 1よりも小さ
くした場合は、グラフの傾きは逆方向 (つまり高周波側)に傾く。そのため、広い周波数
領域で低速解と高速解の 2つの分岐が共存し、マイクロ波の周波数 ω を徐々に大きくし
ていく (もしくは小さくしていく)と、ある周波数で分枝間の飛び移りが生じる。例えば、
図 2.5 (d)において、高周波数側から徐々に ω を小さくしていくと、最初は左上に伸びる
高速回転側の分枝に沿って回転数が変化していくが、ω = 57GHz付近で低速回転側の分
枝に飛び移る。このような分岐の飛び移りは、gSR の 1 からのずれが大きいほど顕著に
なる。
このように gSR の値の変化に対して定常解の振る舞いは敏感に変化するため、微粒子の

回転速度の測定から gSR を正確に決定できる可能性がある。これまでにも、gSR の値は実
験的に決定されてきた [41, 44–46]が、我々の手法を用いればより精度の高い測定が可能
になると考えられる。付録 Bで詳しく説明するように、gSR の値の 1からのズレは、固体
中のスピン軌道相互作用に由来する。よって、gSR の値の精密な測定結果から、強磁性体
微粒子中のスピン軌道相互作用の情報を得ることが可能である。

2.6 本章のまとめ
本章では、空中に浮かせた強磁性微粒子を強磁性共鳴によって回転させた場合の回転速

度の定常解について、LLG方程式とオイラー方程式を用いた解析を行った。印加してい
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(a) (b)

(c) (d)

図 2.5 gSR がそれぞれの大きさのときに回転速度 Ωz をマイクロ波周波数 ω の関数
としてプロットしたもの。マイクロ波振幅は h = 4A/m に固定されており、圧力も
p = 4.4× 10−3 Paとしている。(a)は図 2.3(b)と全く同じ図。gSR を変調すると、グ
ラフが傾き、その変調が大きくなると傾きも大きくなっている様子が確認できる。

るマイクロ波の周波数が共鳴周波数に近いとき、微粒子を高速回転させることができる
(EdH効果)。さらに、バーネット効果を介して方程式の非線形性に由来する分岐現象が生
じることが明らかになった。この分岐現象は、粒子が高速で回転しているときのみ生じ、
マイクロ波振幅やギルバート減衰定数が h/H0 < α/2を満たすと特定の圧力領域で生じ
る。また、磁気回転結合の係数 gSR が 1からずれると、微粒子の回転速度が敏感に変化す
ることも示され、磁気回転結合の g 因子 (gSR)の精密測定に利用できる可能性があること
も示した。
本章では、定常回転状態における回転速度の平均値に着目した。しかし、回転速度周り

のゆらぎにも重要な情報が含まれると期待される。次章では同じセットアップで、回転速
度のゆらぎについて理論的に解析する。
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第 3章

浮上した強磁性微粒子の回転速度ノ
イズ

前章では、磁化の運動と微粒子の剛体回転を、LLG方程式およびオイラー方程式を用
いて定式化し、定常回転の平均速度を評価した。本章では、微粒子の回転速度のゆらぎに
着目し、磁化から微粒子の回転運動への運動量移行に伴う非平衡ノイズを考察する。

3.1 概要

図 3.1 （再掲）我々が提案するセットアップ

光浮遊技術は、回転速度の時間発展の高精度な測定も可能にしてきた [40, 47]。実際、
回転速度の時間発展を追うことにより、回転速度のノイズの測定が行われている [48]。こ
の技術を用いて、回転速度のノイズ測定を行えば、磁化と微粒子回転の間の角運動量移行
についてより詳しい情報がえられるのではないかと推測される。
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本章では、前章と同じセットアップ (図 3.1)を考え、強磁性共鳴と強磁性微粒子中の磁
気回転結合を用いた微粒子の定常回転に関して、平均の回転速度まわりのゆらぎ (回転ノ
イズ)を考察する。微粒子の回転速度ノイズを得るには、微粒子の回転運動をオイラー方
程式からランジュバン方程式に置き換えるとともに、磁化の運動の記述に際して量子力学
的な効果を取り入れる必要がある。これは、LLG方程式が磁化の平均値のみを取り扱っ
ているためである。磁化の運動のノイズを議論する一つの手法として知られているのが、
stochastic LLG 方程式を用いる手法である [49]。これは、ランジュバン方程式と同じよ
うに、通常の LLG方程式にノイズ項を付け加える方法である。しかしこの方法は平衡近
傍においてのみ有効であり、我々が考えているような強い励起下の非平衡状態には適用で
きない。そこで我々は磁化の非平衡ノイズを求める新たな手法を、非平衡開放系の理論を
用いて構築する。
前章では、圧力やギルバート減衰定数を調整することによって、共鳴周波数付近で分岐

が生じることを明らかにした。分岐の近くでは、微粒子の回転速度ノイズが特に強調さ
れることが期待される。その理由は以下の通りである。微粒子に働くトータルのトルク
f(Ωz)は一般に図 3.2 (a)のようになる。分岐が生じる方向にパラメータを変化させてい
くと、分岐の直前で図 3.2 (b)のようになるが、このとき安定解 Ωz,3 の周りでは復元力が
小さくなる。微粒子に働くトルクがゆらぐと、そのゆらぎは回転速度ノイズとして現れる
が、その大きさは安定解からのずれに対する復元力の大きさに依存している。特に復元力
が小さくなると、トルクのゆらぎから生じる回転速度ゆらぎは大きくなる。よって、分岐
付近にパラメータを調整しておくことによって、回転速度ノイズを増幅させることができ
ると期待される。

(a) (b)

図 3.2 (a) 前章において解が三つ生じている場合の典型的なトータルトルク。(b) 分
岐付近におけるトータルトルク。

3.2 GKSL方程式
まず磁化の非平衡ノイズを計算する。図 3.3のような非平衡開放系 (システムが熱浴と

接触した系)を考える。ここでは非平衡開放系の時間発展を記述する方法として、システ
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図 3.3 非平衡開放系の概念図。文献 [50]より引用。

ムの密度演算子 ρs の時間発展をゴリーニ–コサコフスキー–スダーシェン–リンドブラッ
ド方程式（GKSL方程式）と呼ばれる方程式を採用する。GKSL方程式は一般に

dρs
dt

= − i

ℏ
[Hs, ρs] +

∑
i

LiρsL
†
i −

∑
i

1

2
{L†

iLi, ρs} (3.1)

という形で書かれる。ここで、Hs はシステムのハミルトニアン、Li はリンドブラッド演
算子と呼ばれるものである。このリンドブラッド演算子を含む項 (方程式右辺の第 2項と
第 3項)がなければ、ρs の時間発展は通常のフォン・ノイマン方程式に帰着し、システム
はユニタリな時間発展に従う。リンドブラッド演算子がシステムと熱浴との相互作用を記
述する項であり、この Li を決めれば、システムの時間発展は決定されることになる。
静磁場下におかれた強磁性体にマイクロ波を照射して、強磁性共鳴を起こす状況を考え
る。このとき、マイクロ波が磁化の z 成分Mz を減らす方向に働き、それとギルバート減
衰による磁化の +z 方向への減衰が釣り合って、磁化の定常解が実現する。以下では、強
磁性体の一様磁化を一つの大きなスピン Stot ≡

∑
i Si で取り扱い、一様磁化以外の波数

成分は無視する。静磁場とマイクロ波の効果は、前章と同様、システムのハミルトニアン
Hs に取り入れることができる:

Hs(t) = −ℏ(µ0γH0 +Ωz)S
tot
z − ℏ

µ0γh

2
(Stot

+ e−i(ω−Ωz)t + Stot
− ei(ω−Ωz)t). (3.2)

一方、ギルバート減衰を非平衡開放系の理論を用いて記述する理論は (少なくとも著者の
調べた範囲では)知られていない。そこでまず、ギルバート減衰を正しく記述する GKSL

方程式の導出を行う。
ここでは強磁性体のスピン系をシステム、格子系を熱浴とみなすことにする。このと

き、ギルバート減衰は系から熱浴へ強磁性体のスピンを減少させるような散逸として解釈
でき、Lindblad演算子を L1 =

√
ΓŜtot

− とすることで記述できる*1。Γは減衰のレートを
表す定数であり、後で LLG方程式との対応から決めることにする。
このとき GKSL方程式 (3.1)は

dρs
dt

=i

[
(µ0γH0 +Ωz)S

tot
z +

h

2
(Stot

+ e−i(ω−Ωz)t + Stot
− ei(ω−Ωz)t), ρs

]
(3.3)

+ ΓStot
− ρsS

tot
+ − Γ

2
{Stot

+ Stot
− , ρs}

*1 ここではスピン系から格子への緩和過程のみを取り扱う。系が熱平衡状態に近い場合には、格子からスピ
ン系への角運動量移行も考える必要があり、Ŝtot

+ を含む演算子 L2 も導入する必要がある [51]。
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となる。ここで前章と同様、微粒子の回転ベクトルは z 成分のみ持つとして、Ω =

(0, 0,Ωz) であると仮定している。また本章では、簡単のため、磁気回転結合の係数 gSR

を 1とした。GKSL方程式に Stot
z , Stot

+ , Stot
− をかけてトレースを取ることで、スピンの

期待値の時間発展方程式が導かれる:
d

dt
(⟨Stot

z ⟩) = i
µ0γh

2

[
⟨Stot

+ ⟩e−i(ω−Ωz)t − ⟨Stot
− ⟩ei(ω−Ωz)t

]
− Γ⟨Stot

+ Stot
− ⟩,

d

dt
(⟨Stot

+ ⟩) = −i(µ0γH0 − Ωz)⟨Stot
+ ⟩+ iµ0γh⟨Stot

z ⟩ei(ω−Ωz)t + Γ⟨Stot
z Stot

+ ⟩,
d

dt
(⟨Stot

− ⟩) = i(µ0γH0 − Ωz)⟨Stot
− ⟩ − iµ0γh⟨Stot

z ⟩e−i(ω−Ωz)t + Γ⟨Stot
z Stot

− ⟩.
(3.4)

ここでスピン演算子の交換関係

[Stot
i , Stot

j ] = 2iϵijkS
tot
k , (3.5)

を用いた (ϵijk はエディントンのイプシロン)*2。

3.3 フォッカー-プランク方程式
次に、GKSL 方程式 (3.3) をフォッカー-プランク方程式に書き直す。強磁性体のスピ

ンの古典状態は、スピンコヒーレント状態によって記述できる [3, 51]。スピンコヒーレン
ト状態 |ξ⟩は

|ξ⟩ = (1 + |ξ|2)−Stot
0

2Stot
0∑

n=0

ξn

√
(2Stot

0 )!

(2Stot
0 − n)!n!

∣∣Stot
0 , Stot

0 − n
〉

(3.6)

で定義される。ここで |Stot
0 , Stot

0 − n⟩ は、スピンの大きさが Stot
0 、スピンの z 成分

が Stot
0 − n の状態を表している。また、(1 + |ξ|2)−Stot

0 は規格化定数である。実際に
ξ = eiϕ tan θ

2 とおくと、
⟨ξ|Stot

+ |ξ⟩ = ⟨ξ|(Stot
x + iStot

y )|ξ⟩ = Stot
0 sin θeiϕ

(
= Stot

0
2ξ

1+|ξ|2

)
⟨ξ|Stot

− |ξ⟩ = ⟨ξ|(Stot
x − iStot

y )|ξ⟩ = Stot
0 sin θe−iϕ

(
= Stot

0
2ξ∗

1+|ξ|2

)
⟨ξ|Stot

z |ξ⟩ = Stot
0 cos θ

(
= Stot

0
1−|ξ|2
1+|ξ|2

) (3.7)

となるので、|ξ⟩はスピンが (θ, ϕ)の方向を向いた状態であるということがわかる。
このスピンコヒーレント状態を用いて、系の密度行列を

ρs =

∫
d2ξ P (ξ, ξ∗, t) |ξ⟩⟨ξ| (3.8)

*2 本来この交換関係はそれぞれのサイトのスピンに対して成立するが、全体のスピンに対しても同様の交換
関係が成り立つことを示せる。添字について、本論文ではアインシュタインの縮約を用いている。
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と展開する。この密度行列 ρs にスピン演算子を作用させると、

Stot
z |ξ⟩⟨ξ| =

(
Stot
0 − ξ

∂

∂ξ
− 2Stot

0 |ξ|2

1 + |ξ|2

)
|ξ⟩⟨ξ|

=

(
−ξ

∂

∂ξ
+ Stot

0

1− |ξ|2

1 + |ξ|2

)
|ξ⟩⟨ξ| , (3.9)

などが得られる。これらの式を用いると、GKSL 方程式 (3.3) は以下のフォッカー-プラ
ンク方程式に帰着する [51]:

∂P

∂t
=
{ ∂

∂ξ

[
−i(ω0 − Ωz)ξ − iΩ(ξ2e−i(ω−Ωz)t − ei(ω−Ωz)t)− Γ(Stot

0 + 1)ξ
]
+ h.c.

+
∂2

∂ξ2
Γ

2
ξ2 + h.c.+ Γ

∂2

∂ξ∂ξ∗

}
P (3.10)

ここで Ω = −µ0γh/2、ω0 = −µ0γH0 とした。
しかしこのフォッカー-プランク方程式は、ei(ω−Ωz)t などの時間依存する項を含んでお

り、解析が難しい。そのため、このマイクロ波による時間依存性を取り除くため、

τ = ξe−i(ω−Ωz)t, (3.11)

によって ξ から τ への変数変換を行い、P (ξ, ξ∗, t) をW (τ, τ∗, t) と書き直す (文献 [52]

の 4.9章を参照)。この際、Tr{ρs} = 1となることを考慮すると∫
d2ξ P (ξ, ξ∗, t) =

∫
d2τ W (τ, τ∗, t) (3.12)

を満たさなくてはならないが、(ξ, ξ∗) → (τ, τ∗)の変数変換におけるヤコビアンは 1なの
で、W (τ, τ∗, t) = P (ξ, ξ∗, t)となる。
次に時間微分項を考えると、(

∂

∂t

)
ξ

=

(
∂

∂t

)
τ

+

(
−i(ω − Ωz)τ

∂

∂τ
+ h.c.

)
(3.13)

=

(
∂

∂t

)
τ

+

(
− ∂

∂τ
i(ω − Ωz)τ + h.c.

)
となる。ここで (· · · )ξ は ξ と ξ∗ を固定していることを示している。また ξ 微分に関し
ては

∂

∂ξ
=

∂τ

∂ξ

∂

∂τ
+

∂τ∗

∂ξ

∂

∂τ∗
= e−i(ω−Ωz)t

∂

∂τ
(3.14)

である。以上からフォッカー-プランク方程式 (3.10)を変数変換すると、

∂W

∂t
=

{
∂

∂τ

[
i(ω − ω0)τ − iΩ(τ2 − 1)− Γ(Stot

0 + 1)τ
]
+ h.c. (3.15)

+
∂2

∂τ2
Γ

2
τ2 + h.c.+ Γ

∂2

∂τ∂τ∗

}
W
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となる。ここでW は実数であることを用いた。
続いて、強磁性体の全体のスピン Stot

0 が十分に大きいとして、Stot
0 のリーディングオー

ダーまでで計算する。このときフォッカー-プランク方程式 (3.15)は

∂W

∂t
=

{
∂

∂τ

[
i(ω − ω0)τ − iΩ(τ2 − 1)− ΓStot

0 τ
]
+ h.c.

}
W (3.16)

となる。この方程式には定常解Wst が存在し

Wst = δ2(τ − τ1), (3.17)

τ1 ≡ 1

2Ω

[
(ω − ω0) + ΓStot

0 i

+eiθ1/2
{[

(ω − ω0)
2 + 4Ω2 − (ΓStot

0 )2
]2

+ 4(ΓStot
0 )2(ω − ω0)

2
}1/4

]
, (3.18)

eiθ1 ≡ [(ω − ω0) + ΓStot
0 i]

2
+ 4Ω2√

[(ω − ω0)2 + 4Ω2 − (ΓStot
0 )2]

2
+ 4(ΓStot

0 )2(ω − ω0)2
, (3.19)

で与えられる*3。このWst の定常状態は

ρs(t) =

∫
d2τ Wst

∣∣∣τei(ω−Ωz)t
〉〈

τei(ω−Ωz)t
∣∣∣ = ∣∣∣τ1ei(ω−Ωz)t

〉〈
τ1e

i(ω−Ωz))t
∣∣∣ (3.20)

に対応する。密度行列が ρs =
∣∣τ1ei(ω−Ωz)t

〉 〈
τ1e

i(ω−Ωz)t
∣∣で与えられるとき、スピン演算

子のノイズを Stot
0 のリーディングオーダーで評価すると、

⟨Stot2

z ⟩ − ⟨Stot
z ⟩2 ≃ 2Stot

0 |τ1|2

(1 + |τ1|2)2
, (3.21)

⟨Stot
+ Stot

− ⟩ − ⟨Stot
+ ⟩⟨Stot

− ⟩ ≃ 2S0

(1 + |τ1|2)2
, (3.22)

⟨Stot
z Stot

+ ⟩ − ⟨Stot
z ⟩⟨Stot

+ ⟩ ≃ 2S0τ1|τ1|2ei(ω−Ωz)t

(1 + |τ1|2)2
, (3.23)

⟨Stot
z Stot

− ⟩ − ⟨Stot
z ⟩⟨Stot

− ⟩ ≃ 2S0τ
∗
1 e

−i(ω−Ωz)t

(1 + |τ1|2)2
, (3.24)

となる。以上を用いれば、式 (3.4)は Stot
0 のリーディングオーダーまでで

d

dt
(⟨Stot

z ⟩) = i
µ0γh

2

[
⟨Stot

+ ⟩e−i(ω−Ωz)t − ⟨Stot
− ⟩ei(ω−Ωz)t

]
− Γ⟨Stot

+ ⟩⟨Stot
− ⟩,

d

dt
(⟨Stot

+ ⟩) = −i(µ0γH0 +Ωz)⟨Stot
+ ⟩+ iµ0γh⟨Stot

z ⟩ei(ω−Ωz)t + Γ⟨Stot
z ⟩⟨Stot

+ ⟩,
d

dt
(⟨Stot

− ⟩) = i(µ0γH0 +Ωz)⟨Stot
− ⟩ − iµ0γh⟨Stot

z ⟩e−i(ω−Ωz)t + Γ⟨Stot
z ⟩⟨Stot

− ⟩,
(3.25)

となる。

*3 式 (3.16)の定常解を求める際、式 (3.18)の 2段目+eiθ1/2 · · · は、本来±eiθ1/2 · · · として現れる。し
かし、我々が考えている Stot

z ≤ 0 という状況は、符号がプラスの状態に対応する。仮に Stot
z ≥ 0 とい

う状況を考える場合は、符号をマイナスに取ることになる（詳細は付録 Dを参照）。
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3.4 フォッカー-プランク方程式と LLG方程式の対応関係
GKSL方程式の結果 (3.25)と LLG方程式の結果を比較し、ギルバート減衰のレート Γ

を決定する。微粒子に固定した座標系から見た LLG方程式は

Ṁ = M × µ0γH +
α

M0
M × Ṁ , (3.26)

H = (h cos(ω − Ωz)t, h sin(ω − Ωz)t,H0), (3.27)

で与えられる。全体のスピン Stot = V
ℏγM（V は体積）を用いて書き直すと、

Ṡtot = Stot × µ0γH − α

Stot
0

Stot × Ṡtot (3.28)

となる。ここで Stot
0 = |VM0/ℏγ| = −VM0/ℏγ である*4。各成分ごとで書くと、

Ṡtot
z = i

µ0γh

2

[
Stot
+ e−i(ω−Ωz)t − Stot

− ei(ω−Ωz)t
]
− α

Stot
0

1

2i

[
Stot
− Ṡtot

+ − Stot
+ Ṡtot

−

]
,

Ṡtot
+ = −i(µ0γH0 +Ωz)S

tot
+ + iµ0γhS

tot
z ei(ω−Ωz)t − i

α

Stot
0

[
Stot
z Ṡtot

+ − Stot
+ Ṡtot

z

]
,

Ṡtot
− = i(µ0γH0 +Ωz)S

tot
− − iµ0γhS

tot
z e−i(ω−Ωz)t + i

α

Stot
0

[
Stot
z Ṡtot

− − Stot
− Ṡtot

z

]
,

(3.29)

となる。さらに、本論文で考察する定常状態 (Ṡtot
z = 0)に対して、Ṡtot

± = Stot
± e±i(ω−Ωz)t

が成り立つことを用いると、

Ṡtot
z = i

µ0γh

2

[
Stot
+ e−i(ω−Ωz)t − Stot

− ei(ω−Ωz)t
]
− α(ω − Ωz)

Stot
0

Stot
− Stot

+ = 0,

Ṡtot
+ = −i(µ0γH0 +Ωz)S

tot
+ + iµ0γhS

tot
z ei(ω−Ωz)t +

α(ω − Ωz)

Stot
0

Stot
z Stot

+ ,

Ṡtot
− = i(µ0γH0 +Ωz)S

tot
− − iµ0γhS

tot
z e−i(ω−Ωz)t +

α(ω − Ωz)

Stot
0

Stot
z Stot

− ,

(3.30)

となる。これと、GKSL方程式から導出した式 (3.25)が一致することを要請すると、最
終的に GKSL方程式中の緩和レート Γは、

Γ =
α(ω − Ωz)

Stot
0

(3.31)

と表され、ギルバート減衰係数 αと対応関係があることがわかる。

3.5 確率マスター方程式
前節までで、強磁性共鳴を GKSL方程式を用いて量子的に定式化し、強磁性体のスピ
ン系の時間発展を記述することができた。しかし、微粒子が受けるトルクのゆらぎを評価

*4 γ < 0に注意。
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するためには、系の密度演算子 ρs の時間発展を決定するだけでは不十分であり、緩和過
程における角運動量移行をより詳しく記述する必要がある。本節では、角運動量移行に伴
う量子状態の遷移を確率過程として定式化する。
十分短い時間 dtに対して、時刻 tから t+ dtまでの間の、リンドブラッド演算子 L1 に
よるスピン系から格子系への角運動量移行に着目する。このとき、(i)スピン系から熱浴
へ角運動量が移行しない、もしくは、(ii) スピン系から ℏの角運動量が熱浴に移行する、
の 2 通りの結果が確率的に生じる。この確率過程はポアソン過程であるとすると、結果
(ii)が起きる確率 p1 は、M1(dt) =

√
dtL1 を用いて

p1(dt) = ⟨M†
1 (dt)M1(dt)⟩ = Tr

[
L†
1L1ρ

]
dt (3.32)

となる。また結果 (i)が生じる確率 p0 は p0(dt) = 1 − p1(dt)となる。時刻 tから t+ dt

までの間に角運動量移行が観測された数を dn(t)と書くと、dn(t)は 0が 1の値をとる確
率変数となる。このとき

(dn(t))2 = dn(t), (3.33)

⟨dn(t)⟩ = 0× p0(dt) + 1× p1(dt) = dt⟨L†
1L1⟩ (3.34)

となる*5。この dn(t) を用いると、ある時刻 t に格子系に移行する角運動量、つまり微
粒子に働くギルバート減衰由来のトルク Kg(t) の平均値 ⟨Kg(t)⟩ とそのまわりの揺らぎ
ξg(t) = Kg(t)− ⟨Kg(t)⟩は

⟨Kg(t)⟩ =
〈
ℏ
dn(t)

dt

〉
, (3.35)

ξg(t) = ℏ
dn(t)

dt
− ℏ

〈
dn(t)

dt

〉
(3.36)

と書ける。これは、dn(t) = 1を観測したとき微粒子には単位時間あたり ℏのトルクが加
わり、dn(t) = 0を観測したときはトルクが働かないということを意味している。
次に、時刻 tと時刻 t+∆t (∆t > 0)でのトルクの相関 ⟨Kg(t)Kg(t+∆t)⟩を計算する:

⟨Kg(t)Kg(t+∆t)⟩ = ℏ2⟨dn(t)dn(t+∆t)⟩

= ℏ2
∑

dn(t)=0,1

∑
dn(t+∆t)=0,1

dn(t)dn(t+∆t)× (dn(t)かつ dn(t+∆t)を観測する確率)

= ℏ2 × (dn(t) = 1かつ dn(t+∆t) = 1を観測する確率)

= ℏ2 × ⟨dn(t)⟩
× (dn(t) = 1を観測したとき、dn(t+∆t) = 1を観測する条件付き確率) (3.37)

となる。確率マスター方程式の議論を用いると、dn(t) = 1 を観測したとき、システム
の密度演算子 ρs(t) は L1ρsL

†
1

⟨L†
1L1⟩

と変更される。この状態を GKSL 方程式で時間発展させ

*5 この期待値 ⟨dn(t)⟩ を dt で割れば、単位時間あたりに角運動量が移行する回数 I(t) が求まる。実際、
⟨I(t)⟩ = ⟨L†

1L1⟩ = Γ⟨S+S−⟩ ≃ Γ
4S2

0 |τ1|
2+2S0

(1+|τ1|2)2
となり、これに ℏをかければ S0 → ∞で LLG方程

式の結果（⟨Kg⟩ = ℏαω(S2
0 − S2

z )/S0）を再現する。
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ると、

ρs(t+∆t) = eL∆tL1ρsL
†
1

⟨L†
1L1⟩

, (3.38)

が得られる。ここで Lは、式 (3.3)の GKSL方程式を

dρs
dt

= Lρs, (3.39)

と表記したときの超演算子である。式 (3.38)より dn(t+∆t) = 1を観測する確率 p′1 は

p′1 =

〈
L†
1L1e

L∆tL1ρsL
†
1

⟨L†
1L1⟩

〉
dt (3.40)

となる。これが式 (3.37) の最後の式に登場する条件付き確率そのものとなっている。
⟨dn(t)⟩ = dt⟨L†

1L1⟩に注意すると、結局式 (3.37)は

⟨Kg(t)Kg(t+∆t)⟩ = ℏ2 (dt)2
〈
L†
1L1e

L∆tL1ρsL
†
1

〉
(3.41)

と表される。また、トルクの揺らぎ ξg(t) = Kg(t)− ⟨Kg(t)⟩の異時刻相関は

⟨ξg(t+∆t)ξg(t)⟩ = ⟨Kg(t+∆t)Kg(t)⟩ − ⟨Kg(t)⟩2 (3.42)

= ℏ2
[〈

L†
1L1e

L∆tL1ρsL
†
1

〉
− ⟨L†

1L1⟩2
]

となる。
ここまでの議論は ∆t > 0を仮定しており、∆t = 0については別個に計算する必要が
ある。∆t = 0 において dn(t)dn(t + ∆t) = dn(t) となることを用いると、∆t = 0 のと
きは

⟨ξg(t)ξg(t+∆t)⟩ = ℏ2
〈
dn(t)dn(t+∆t)

dt2

〉
− ℏ2

〈
dn(t)

dt

〉2

≃ ℏ2
⟨dn(t)⟩
dt2

(3.43)

= ℏ2
⟨L†

1L1⟩
dt

≃ ℏ2δ(∆t)⟨L†
1L1⟩

となる。この寄与は角運動量移行が ℏ を単位として起こっていることを意味する。本研
究では、この寄与をショットノイズと呼ぶことにする*6。以上の結果 (3.42)(3.43) より、
揺らぎ ξg(t)の相関は、∆t ≥ 0に対して、

⟨ξg(t)ξg(t+∆t)⟩ = ℏ2
(
δ(∆t)⟨L†

1L1⟩+
〈
L†
1L1e

L∆tL1ρsL
†
1

〉
− ⟨L†

1L1⟩2
)

(3.44)

となる。第一項のデルタ関数的な振る舞いをする部分がショットノイズを表している。

*6 電子の電荷が eであることを反映した電流ノイズをショットノイズと呼ぶこととの類似性より。
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3.6 ギルバート減衰によって生じるトルクの時間相関の計算
本節では、前節で導出したトルクの時間相関を具体的に計算する。異時刻相関 (3.41)

を計算するため、密度行列を

ρs(t) =

∫
d2τ ′W (τ ′, τ ′∗, t)

∣∣∣τ ′ei(ω−Ωz)t
〉〈

τ ′ei(ω−Ωz)t
∣∣∣ , (3.45)

と展開した時のフォッカー-プランク方程式 (3.16) を考える。強磁性共鳴の定常状態は
Wst = δ2(τ − τ1) と記述されるが、系の状態は定常状態の近傍にあることを仮定して、
τ ′ = τ1 近傍のみを考慮し、τ ′2 ≃ τ21 + 2τ1∆τ = 2τ1τ

′ − τ21 とする。このとき、

∂

∂t
W = GW, (3.46)

G =
∂

∂τ ′
(
iΩ(1 + τ21 ) +

(
i(ω − ω0)− 2iΩτ1 − ΓStot

0

)
τ ′
)
+ h.c.

≃ ∂

∂τ ′
(
i(ω − ω0)− 2iΩτ1 − ΓStot

0

)(
τ ′ − iΩ(1 + τ21 )

−i(ω − ω0) + 2iΩτ1 + ΓStot
0

)
+ h.c.,

(3.47)

となる。初期状態W0(τ
′, τ ′∗, t = 0) = δ2(τ ′ − τ)を t秒だけ時間発展させたときの解は、

W (τ ′, τ ′∗, t) ≡ eGtW0

= δ2
[
τ ′ − iΩ(1 + τ21 )

−i(ω − ω0) + 2iΩτ1 + ΓStot
0

−
(
τ − iΩ(1 + τ21 )

−i(ω − ω0) + 2iΩτ1 + ΓStot
0

)
e[i(ω−ω0)−2iΩτ1−Γ(Stot

0 +1)]t
]

= δ2
(
τ ′ − τ1 − (τ − τ1) e

[i(ω−ω0)−2iΩτ1−Γ(Stot
0 +1)]t

)
, (3.48)

となる。ここで、

Ωτ21 −
[
(ω − ω0) + ΓStot

0 i
]
τ1 − Ω = 0,

⇔ τ1(−i(ω − ω0) + 2iΩτ1 + ΓStot
0 )− iΩ(1 + τ21 ) = 0, (3.49)

を用いた*7。
以上を用いて、L1 =

√
ΓStot

− とした時のトルクのゆらぎ (式 (3.41))を計算する。まず、

Stot
−

∣∣∣τei(ω−Ωz)t
〉〈

τei(ω−Ωz)t
∣∣∣Stot

+

=

(
4Stot2

0 |τ |2 + 2Stot
0

(1 + |τ |2)2
+

2Stot
0 τ

1 + |τ |2
∂

∂τ
+

2Stot
0 τ∗

1 + |τ |2
∂

∂τ∗
+

∂2

∂τ∗∂τ

)
×
∣∣∣τei(ω−Ωz)t

〉〈
τei(ω−Ωz)t

∣∣∣ , (3.50)

*7 これは ∆t → ∞で定常状態 τ ′ = τ1 に行くので妥当な結論と思える。
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と書けること [51]、および、式 (3.45)の展開を用いると、

Stot
− ρ(t)Stot

+

=

∫
d2τ

{[
4Stot2

0 |τ |2 + 2Stot
0

(1 + |τ |2)2
− ∂

∂τ

2Stot
0 τ

1 + |τ |2
− ∂

∂τ∗
2Stot

0 τ∗

1 + |τ |2
+

∂2

∂τ∗∂τ

]
W (τ, τ∗, t)

}
×
∣∣∣τei(ω−Ωz)t

〉〈
τei(ω−Ωz)t

∣∣∣ , (3.51)

となる。この変形により、eL∆t は
∣∣τei(ω−Ωz)t

〉 〈
τei(ω−Ωz)t

∣∣のみに作用することになる。
よって

Γ2 Tr
[
Stot
+ Stot

− eL∆tStot
− ρ(t)Stot

+

]
= Γ2 Tr

[
Stot
+ Stot

− eL∆tStot
− ρ(t)Stot

+

]
(3.52)

= Γ2

∫
d2τ

(
4Stot2

0 |τ |2 + 2Stot
0

(1 + |τ |2)2
− ∂

∂τ

2Stot
0 τ

1 + |τ |2
− ∂

∂τ∗
2Stot

0 τ∗

1 + |τ |2
+

∂2

∂τ∗∂τ

)
W (τ, τ∗, t)

× Tr

{
Stot
+ Stot

−

∫
d2τ ′δ2(τ ′ − τ)eL∆t

∣∣∣τ ′ei(ω−Ωz)t
〉〈

τ ′ei(ω−Ωz)t
∣∣∣}

= Γ2

∫
d2τ

(
4Stot2

0 |τ |2 + 2Stot
0

(1 + |τ |2)2
− ∂

∂τ

2Stot
0 τ

1 + |τ |2
− ∂

∂τ∗
2Stot

0 τ∗

1 + |τ |2
+

∂2

∂τ∗∂τ

)
W (τ, τ∗, t)

×
∫

d2τ ′
〈
τ ′ei(ω−Ωz)(t+∆t)

∣∣∣Stot
+ Stot

−

∣∣∣τ ′ei(ω−Ωz)(t+∆t)
〉
eG∆tδ2(τ ′ − τ)

= Γ2

∫
d2τ

(
4Stot2

0 |τ |2 + 2Stot
0

(1 + |τ |2)2
− ∂

∂τ

2Stot
0 τ

1 + |τ |2
− ∂

∂τ∗
2Stot

0 τ∗

1 + |τ |2
+

∂2

∂τ∗∂τ

)
δ2(τ − τ1)

×
∫

d2τ ′
4Stot2

0 |τ ′|2 + 2Stot
0

(1 + |τ ′|2)2
δ2
(
τ ′ − τ1 − (τ − τ1) e

[i(ω−ω0)−2iΩτ1−Γ(Stot
0 +1)]t

)
≃

(
Γ
4Stot2

0 |τ1|2 + 2Stot
0

(1 + |τ1|2)2

)2

+ 16Γ2S
tot3

0 |τ1|2(1− |τ1|2)
(1 + |τ1|2)4

e−∆t(2Ω Im(τ1)−ΓStot
0 ) cos (−(ω − ω0) + 2ΩRe(τ1))∆t,

(3.53)

となる。この式の第一項は Γ2⟨Stot
+ Stot

− ⟩2 = ⟨L†
1L1⟩2 となることに注意すると、式 (3.42)

で与えられるトルクの時間相関関数は

1

ℏ2
⟨ξg(t+∆t)ξg(t)⟩ = 16Γ2S

tot3

0 |τ1|2(1− |τ1|2)
(1 + |τ1|2)4

e−∆t(2Ω Im(τ1)−ΓStot
0 ) (3.54)

× cos (−(ω − ω0) + 2ΩRe(τ1))∆t,

となる。
最後に同時刻のときの相関 (3.43)も含めると、

⟨L†
1L1⟩ = Γ

4Stot2

0 |τ1|2 + 2Stot
0

(1 + |τ1|2)2
, (3.55)
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より、最終的なトルクの揺らぎ ⟨ξg(t)ξg(t+∆t)⟩ (∆t ≥ 0)の表式は

1

ℏ2
⟨ξg(t)ξg(t+∆t)⟩ (3.56)

= Γ
4Stot2

0 |τ1|2 + 2Stot
0

(1 + |τ1|2)2
δ(∆t)

+ 16Γ2S
tot3

0 |τ1|2(1− |τ1|2)
(1 + |τ1|2)4

e−∆t(2Ω Im(τ1)−ΓStot
0 ) cos (−(ω − ω0) + 2ΩRe(τ1))∆t

= Γ
4Stot2

0 |τ1|2 + 2Stot
0

(1 + |τ1|2)2
δ(∆t)

+ 16Γ2S
tot3

0 |τ1|2(1− |τ1|2)
(1 + |τ1|2)4

eΓ⟨S
tot
z ⟩∆t cos (−(ω − ω0) + 2ΩRe(τ1))∆t

となる。最後の等式では、τ1 の具体的な表式 (3.18)から 2Ω Im(τ1)− ΓStot
0 = −Γ⟨Stot

z ⟩
となること（計算の詳細は付録 D参照）を用いた*8。第一項はデルタ関数的な振る舞いを
するショットノイズを表しており、第二項は振動しながら減衰するような振る舞いをして
いる。

3.7 回転速度ノイズの計算
本節では、微粒子の回転速度のノイズを求める。そのためには、前節で議論したギル

バート減衰に由来するトルクのノイズに加えて、空気抵抗のノイズの効果を考慮する必要
がある。本研究では空気抵抗の平均トルク ⟨Kair⟩に揺動項を付け加えて、

Kair = ⟨Kair⟩+
√
2Dξair(t) (3.57)

と定式化する。ここで ξair(t)はガウス分布に従う確率変数であり、

⟨ξair(t)⟩ = 0, ⟨ξair(t)ξair(t′)⟩ = δ(t− t′), (3.58)

を満たすとする。またDは拡散係数であり、空気抵抗の平均トルクを ⟨Kair⟩ = −βΩz と
したとき、揺動散逸定理によって、

D = βkBT, (3.59)

という関係が成り立つ [53,54]。
これらの平均トルクとトルクゆらぎを用いると、我々のセットアップでの回転速度を記

述するランジュバン方程式は

IΩ̇z = ⟨Kair(Ωz)⟩+ ⟨Kg(Ωz)⟩+
√
2Dξair(t) + ξg(t) (3.60)

*8 以上の計算で相関関数が時間と共に減衰していくためには Γ⟨Stot
z ⟩が負である必要であるが、我々のセッ

トアップでは、静磁場を +z 方向に印加しており、Sz は −z 方向を向くものとして扱っていたので、以
上より相関関数 (3.56)は実際に時間とともに減衰する。
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と書き表される。ここで、回転速度の定常解を ⟨Ωz⟩0 とし、回転速度のゆらぎ ∆Ωz =

Ωz − ⟨Ωz⟩0 が十分小さいとすると、ギルバート減衰由来のトルクは

⟨Kg(Ωz)⟩ ≃ ⟨Kg(⟨Ωz⟩0)⟩+
∂⟨Kg⟩
∂Ωz

∣∣∣∣
∆Ωz=0

∆Ωz (3.61)

と展開できる。⟨Kair(Ωz)⟩ = −βΩz であることと、定常解に対して、
d

dt
⟨Ωz⟩ = ⟨Kair(⟨Ωz⟩0)⟩+ ⟨Kg(⟨Ωz⟩0)⟩ = 0, (3.62)

が成り立つことから、ランジュバン方程式 (3.60)は

I
d

dt
∆Ωz = −ϵ∆Ωz +

√
2Dξair(t) + ξg, (3.63)

ϵ ≡ −β +
∂⟨Kg⟩
∂Ωz

∣∣∣∣
∆Ωz=0

, (3.64)

と書き換えることができる。ここで ϵ は図 3.2 における定常解周りでの f(Ωz) の傾きに
相当し、安定解に対して ϵ > 0となる。ϵは定常解への復元力を表しており、ϵが大きく
なると回転速度のゆらぎ ∆Ωz は抑制される。一方、分岐に近づくと ϵは小さくなり、回
転速度のゆらぎ ∆Ωz は大きくなる。
以下では、微粒子の回転速度は安定な定常解に落ち着いていると考え、ϵ > 0 とする。
フーリエ変換

∆Ωz(t) =

∫
dλ

2π
∆Ωz,λe

iλt, (3.65)

により、式 (3.63)は

∆Ωz,λ =
1

iλI + ϵ

∫ ∞

−∞
dt
[
ξg(t) +

√
2Dξ(t)

]
e−iλt, (3.66)

と書き換えられる。これより

⟨∆Ωz,λ∆Ω∗
z,λ′⟩

=
1

iλI + ϵ

1

−iλ′I + ϵ

∫ ∞

−∞
dt

∫ ∞

−∞
dt′ [⟨ξg(t)ξg(t′)⟩+ 2Dδ(t− t′)] e−iλt+iλ′t′ , (3.67)

となる (途中で式 (3.58)を用いた)。この式の右辺の積分の第一項は、式 (3.54)で与えら
れるトルクの揺らぎ ξg(t)の時間相関を用いて∫

dt

∫
dt′⟨ξg(t)ξg(t′)⟩e−iλteiλ

′t′

= ℏ2Γ
4Stot2

0 |τ1|2 + 2Stot
0

(1 + |τ1|2)2
2πδ(λ− λ′)

+ 2π
ℏ2C
2

δ(λ− λ′)

(
−2Γ⟨Stot

z ⟩
(λ+ (ω − ω0)− 2ΩRe(τ1))2 + (Γ⟨Stot

z ⟩)2

+
−2Γ⟨Stot

z ⟩
(λ− (ω − ω0) + 2ΩRe(τ1))2 + (Γ⟨Stot

z ⟩)2

)
, (3.68)
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となる。ここで、

C = 16Γ2S
tot3

0 |τ1|2(1− |τ1|2)
(1 + |τ1|2)4

, (3.69)

とした。以上より式 (3.67)は、

⟨∆Ωz,λ∆Ω∗
z,λ′⟩ =

2πδ(λ− λ′)

(iλI + ϵ)(−iλ′I + ϵ)

[
ℏ2Γ

4Stot2

0 |τ1|2 + 2Stot
0

(1 + |τ1|2)2
+ 2D

− Γ⟨Stot
z ⟩ℏ2C

(
1

(λ+ (ω − ω0)− 2ΩRe(τ1))2 + (Γ⟨Stot
z ⟩)2

+
1

(λ− (ω − ω0) + 2ΩRe(τ1))2 + (Γ⟨Stot
z ⟩)2

)]
, (3.70)

となる。これを逆フーリエ変換することで ⟨∆Ωz(t)∆Ωz(t
′)⟩が得られ、さらにそれを時

間積分することで回転速度のノイズパワーは

S(f) =

∫ ∞

−∞
dte−ift [⟨∆Ωz(t)∆Ωz(0)⟩+ ⟨∆Ωz(0)∆Ωz(t)⟩]

=
2

f2I2 + ϵ2

[
ℏ2Γ

4Stot2

0 |τ1|2 + 2Stot
0

(1 + |τ1|2)2
+ 2D

]

− 2Γ⟨Stot
z ⟩ℏ2C

f2I2 + ϵ2

(
1

(f + (ω − ω0)− 2ΩRe(τ1))2 + (Γ⟨Stot
z ⟩)2

+
1

(f − (ω − ω0) + 2ΩRe(τ1))2 + (Γ⟨Stot
z ⟩)2

)
, (3.71)

と計算される。さらに、ゼロ周波数極限のノイズは、式 (3.59), (3.69)も用いて

S ≡ lim
f→0

S(f) =
2

ϵ2
(S1 + S2 + S3), (3.72)

S1 = 2βkBT, (3.73)

S2 = ℏ2Γ
4Stot2

0 |τ1|2 + 2Stot
0

(1 + |τ1|2)2
, (3.74)

S3 = −32ℏ2Γ3S
tot4

0 |τ1|2(1− |τ1|2)2

(1 + |τ1|2)5
1

(ω − ω0 − 2ΩRe(τ1))2 + (Γ⟨Stot
z ⟩)2

, (3.75)

となる。ここで S1 は空気抵抗による熱ノイズ、S2, S3 はギルバート減衰による非平衡ノ
イズをそれぞれ表す。後者のうち、S2 は同時刻相関に由来する非平衡ショットノイズに
由来し、S3 はギルバート減衰を観測したバックアクションに起因した項となっている。

3.8 回転速度ノイズの見積もり
本節では、式 (3.72)-(3.75)の結果を用いて、回転速度ノイズのゼロ振動数成分 S を数

値的に評価する。
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(a) (b)

図 3.4 (a) p = p1, h = 10A/m のときの定常状態の回転速度。ここでは第２章と異
なり、不安定解を取り除いており、赤線も緑線も共に安定解である。(b) (a)に対応す
るトータルのゼロ周波数ノイズ S(f = 0)の片対数グラフ。赤線・緑線は (a)のそれぞ
れの線に対応している。

3.8.1 実験パラメータ
z 軸方向の静磁場の大きさ、および、温度は

H0 = 2.6× 106 A/m, T = 3K (3.76)

とする。ここで、静磁場の大きさ H0 は、以下で議論するショットノイズの寄与を見
やすくするため、第 2 章よりも一桁大きい値を用いている。また試料のパラメータは、
第 2 章と同じ (mair = 28.8 × 10−3/6.02 × 1023 kg, M = 1.557 × 105 A/m, α =

6.7× 10−5 [43], r = 1× 10−6 m)にとる。前章と同様に分子流領域を考え、空気抵抗の
係数 β は式 (2.24)で与えられるとする。

3.8.2 回転速度ノイズ
図 3.4 (a)に h = 10A/m, p = p1 での回転速度の平均値を、マイクロ波周波数の関数

として示す*9。このパラメータでは最大 2個の安定解が存在する。回転速度の速い分岐を
赤の実線で、回転速度の遅い分岐を緑の実線でそれぞれ表す。図 3.4 (b)に同じパラメー
タに対する回転速度のノイズパワー S を片対数グラフで示す。グラフの色は図 3.4 (a)に
おける 2つの安定解の色と対応している。回転速度の遅い分岐 (緑の実線)に対して、回
転速度のゆらぎが共鳴周波数付近で非常に大きくなることがみてとれる。これは、系が分
岐に近づくことで、安定解に戻ろうとする復元力 (式 (3.63)の第一項)が弱くなるためで
ある (図 3.4(a) も参照)。この結果は実験的には、パラメータを分岐が生じるときの値付
近にとっておくと回転速度ノイズを増幅することができ、その測定が容易になることを意
味している。

*9 本章では定常解のうち安定解にのみ着目しているため、図 3.4に不安定解は描かれていないことに注意。



第 3章 浮上した強磁性微粒子の回転速度ノイズ 35

3.8.3 回転速度ノイズの起源
式 (3.72)-(3.75)に示すように、回転速度のノイズパワーは 3つの寄与 S1, S2, S3 の和

として与えられる*10。図 3.5 にそれぞれのノイズの寄与をマイクロ波周波数の関数とし
て示す。図 3.5 (a) に示す空気抵抗によるノイズ S1 は、マイクロ波周波数によらず一定
の大きさとなっているのに対して、図 3.5 (b), (c)に示す S2, S3 の寄与はマイクロ波周波
数に強く依存し、共鳴周波数付近で増大している。このパラメータに対して、S2 は S3 に
比べて一桁ほど大きな値を取っており、ギルバート減衰由来の回転速度ノイズとして非平
衡ショットノイズが支配的であるといえる。図 3.5 (a)と (b)の比較より、ショットノイ
ズと空気抵抗による熱ノイズは同程度であることがわかる。回転速度の定常解は式 (3.72)

より、

⟨Ωz⟩ =
1

β
Γℏ⟨Stot

+ Stot
− ⟩ = 1

β
Γℏ

4Stot2

0 |τ1|2 + 2Stot
0

(1 + |τ1|2)2
(3.77)

と表されることを用いると、

S1 + S2 = β (2kBT + ℏ⟨Ωz⟩) (3.78)

となることがわかる。よって、空気抵抗ノイズとギルバート減衰ノイズの比は、kBT と
ℏ⟨Ωz⟩の比から決定される。図 3.5 (a)は温度を T = 3Kととったときの熱ノイズである
が、温度を下げるか回転速度を上げることによってショットノイズの寄与を相対的に大き
くすることができる*11。

3.8.4 ショットノイズ
ショットノイズによるトルクのゆらぎが回転速度のノイズに最も寄与するとき (S2 ≫

S1, S3 のとき)、ノイズの大きさは回転速度の平均値 ⟨Ωz⟩を用いて、

S =
2

ϵ2
βℏ⟨Ωz⟩ (3.79)

と書き表される。そのため、ϵや β を回転速度の測定から決定することができれば、回転
速度ノイズの測定から ℏ を決定できる可能性がある。この ℏ はスピン系から格子系に渡
される角運動量の単位を表しており、ショットノイズからこの量を決定することができれ
ば、一回のスピン緩和過程で格子系に渡される角運動量の大きさを決定することができ
る。これはスピン緩和の詳細なメカニズムの解明に寄与すると期待される。*12

*10 ここでは比較を簡単にするために、分岐の近くでの増大因子 2/ϵ2 を取り除いたものに注目する。式
(3.72)-(3.75)を参照。

*11 回転速度を上げるには、静磁場 (共鳴周波数) を大きくした上で、マイクロ波周波数も共鳴周波数程度ま
で大きくする必要がある。

*12 このようにノイズから角運動量単位を決定する手法としては、強磁性絶縁体と金属界面でのスピン流ノイ
ズを用いる方法が文献 [55]で理論的に議論されている。一方、実験的にはまだ調べられていない。
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(b)

(a)

(c)

図 3.5 図 3.4と同じ状況での、それぞれのゼロ周波数ノイズ。見やすくするため、分
岐の影響を取り除き、縦軸は S(f = 0)× ϵ2/2としている。(a)は熱ノイズ S1(f = 0)、
(b)は S2(f = 0)、(c)は S3(f = 0)を表している。赤線・緑線は図 3.4と同様に対応
してある。(a), (b)は ×10−52 であるのに対し、(c)は ×10−53 であることに注意。
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3.9 本章のまとめ
本章では、我々の提案しているセットアップでの浮上させた微粒子の回転速度ノイズ

を考察した。その際、ギルバート減衰に由来する非平衡ノイズを計算する必要があるが、
LLG方程式のような古典的な手法ではそれを求められないため、新しく強磁性共鳴にお
ける非平衡量子開放系の理論を構築した。非平衡開放系における GKSL 方程式と LLG

方程式の対応関係を明らかにし、フォッカー-プランク方程式を導出することで非平衡ノ
イズを定式化することができた。さらに回転速度に関するランジュバン方程式を用いて、
微粒子の回転速度のノイズパワーを求めた。
具体的な実験パラメータを仮定して回転速度ノイズの評価も行った。予想された通り、

回転速度のグラフの分岐付近において、回転速度ノイズが増大することが確認できた。ま
た、強い静磁場 (H0 = 2.6× 106 A/m)かつ低温 (T = 3K)にすれば、共鳴周波数付近に
おいて、ギルバート減衰ノイズが空気抵抗による熱ノイズに匹敵する大きさになることが
わかった。さらに回転速度の大きさと回転速度ノイズの比から、スピン系から格子系に渡
される角運動量の単位を決定できることも明らかにした。以上のことから、浮上させた微
粒子の回転速度ノイズ測定は、スピン緩和の微視的メカニズムに関する情報を得る新たな
実験手法となることが期待される。
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第 4章

まとめ

本論文では、光浮遊技術を用いて浮かせた強磁性微粒子に対して、強磁性共鳴と磁気回
転結合の組み合わせによって回転運動を駆動させた場合の微粒子回転について理論的に考
察した。光浮遊技術によって強磁性体を浮かせると、強磁性体を孤立系として扱うことが
でき、面内回転の抑制や空気抵抗の圧力制御も可能であることから、磁気回転効果の精密
測定に適している。
第 2章では微粒子の定常回転解を、LLG方程式とオイラー方程式から求めた。その結

果、マイクロ波周波数が共鳴周波数に近いとき、回転速度が非常に速くなり、特定の条件
下では安定解の個数が変化する分岐現象も生じることが明らかになった。この分岐現象
は、微粒子の高速回転によって、アインシュタイン-ド=ハース効果とバーネット効果の 2

つの磁気回転効果が共存することによって現れる。さらに、固体中のスピン軌道相互作用
により磁気回転結合の g因子が 1からずれた場合、そのずれを微粒子の回転速度の測定か
ら精密に測定できることも明らかにした。
第 3章では、微粒子の回転速度のゆらぎ (ノイズパワー)を考察した。磁気共鳴を記述
する非平衡量子開放系の理論を構築し、スピン緩和によって生じる微粒子へのトルクのゆ
らぎを定式化した。さらに回転速度のノイズパワーを計算した。その結果、定常解に分岐
が生じるパラメータ付近で回転速度ノイズが増大することがわかった。また低温・高磁場
の環境では、ギルバート減衰に由来する非平衡ショットノイズが空気抵抗による熱ノイズ
と同程度になることもわかった。さらに、非平衡ショットノイズの測定からは、一回のス
ピン緩和過程における角運動量移行量の大きさを決定できることも示した。
このように我々が提案した物理系において、微粒子の回転速度の測定から固体中の磁気
回転効果や強磁性体の磁化緩和の微視的機構についての情報が得られることがわかった。
本提案は、光浮遊技術とスピントロニクス分野の研究を結びつける新しい研究分野の創出
に寄与するものと期待している。
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付録 A

分子流領域での空気抵抗トルク

本付録では文献 [39,56]に従って、微粒子に加わる空気抵抗によるトルクの式 (2.24)を
導出する。ここでは微粒子の球の半径が平均自由行程よりも十分小さくなるような圧力領
域 (分子流領域)を考える。気体分子の平均自由行程 λは、分子密度 nと分子の直径 ξ を
用いて [56]

λ =
1

πnξ2
v

vr
, (A.1)

と書かれる。v は分子の絶対速度、vr は分子の相対速度であり、クラウジウスにより
v/vr = 3/4 となることが示されている。これとマクスウェル-ボルツマン分布を利用す
ると

λ =
kBT√
2πξ2p

≃ 3.11× 10−24 T

ξ2p
[m], (A.2)

となる。ここで pは圧力 (Pa)、T は絶対温度 (K)である。文献 [56]の Fig. 2.9より空気
分子の直径は ξ = 3.76× 10−10 mと見積もられるので、T = 273Kのとき

λ ≃ 6.0× 10−3/p [m], (A.3)

となる。いくつかの典型的な圧力に対する平均自由行程は表 A.1 の通りである。我々の
セットアップで用いた半径 r = 1µmの微粒子に対して、p ≤ 100Paであれば r ≪ λが
成り立ち、分子流領域にあるといえる。
分子流領域では、球状の微粒子に当たった空気分子がすべて、衝突後にあらゆる方向に

同確率で散乱する (diffuse reflection)と考える。このとき z 軸周りの空気抵抗トルク Kz

は、

Kz = −2πr4Ωz

3
ρv̄, (A.4)

と計算される (文献 [57]で s = 1の場合に相当)。再びマクスウェル-ボルツマン分布を仮
定すると、

ρ = nmair = mair
p

kBT
, v̄ =

2√
π

√
2kBT

mair
, (A.5)
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p(Pa) 平均自由行程 λ(m)

10−3 6

10−2 0.6 (60 cm)

0.1 0.06 (6 cm)

1 0.006 (6 mm)

10 6×10−4 (0.6 mm)

100 6× 10−3 (6 mm)

表 A.1 平均自由行程の圧力依存性

を得る。ここで mair は空気分子の質量、nは体積あたりの分子数である。以上より、結
局 z 軸周りの空気抵抗のトルクは

Kz = −8
√
πr4

3

√
mair

2kBT
Ωzp (A.6)

と計算され、式 (2.24)が導出される。
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付録 B

磁気回転結合の g因子の変調

微粒子中の磁気回転結合は、ハミルトニアン

HSR = −ℏgSRS ·Ω, (B.1)

によって記述できる。真空中では係数 gSR は常に 1 となるが、固体中ではスピン軌道相
互作用の影響により 1からずれてもよい。この付録ではその一例として、3d遷移金属の
局在電子に対する g 因子の変調について簡単にまとめる [58]。
3d 遷移金属の局在電子のハミルトニアンは一般に結晶場とスピン軌道相互作用に

よって

H = Hintra +Hcry +HSO +HZ +HSR, (B.2)

HSO = λL · S, (B.3)

HZ = µBH · (L+ 2S), (B.4)

HSR = Ω · (L+ S), (B.5)

と記述される。Hintra と Hcry はそれぞれ原子内のクーロン相互作用と結晶場の相互作用
を表す。また、HSO, HZ, HSR はそれぞれスピン軌道相互作用、ゼーマン相互作用、磁気
回転結合を表す。3d遷移金属では H0 = Hintra +Hcry を無摂動ハミルトニアンとして、
HSO, HZ, HSR を摂動として取り扱うことができる。H0 の基底状態は縮退していないと
して、|G,Ms⟩と表すことにする。ここでMsはスピン量子数である。H0はスピンと軌道
を混ぜないので、この固有関数は軌道状態とスピン状態の直積の形 (|G,Ms⟩ = |G⟩ |Ms⟩)
で書くことができる。摂動論を用いると、一次補正 E(1)、および、二次補正 E(2) は

E(1) = 2µBH · S +Ω · S, (B.6)

E(2) = −
∑
i ̸=G

|⟨G|L · (λS + µBH +Ω) |i⟩|2

E
(0)
i − E

(0)
G

(B.7)

となる。ここで ⟨G|L|G⟩ = 0を用いた。さらに、

Λµν =
∑
i ̸=G

⟨G|Lµ|i⟩⟨i|Lν |G⟩
E

(0)
i − E

(0)
G

, (B.8)
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と定義すると、エネルギーの補正は

E(2) = −Λµν

[
λ2SµSν + (µBHµ +Ωµ)(µBHν +Ων) + 2λSµ(µBHν +Ων)

]
(B.9)

となる。ここでアインシュタインの縮約を用いた。以上より、二次摂動までの有効ハミル
トニアンは

Heff = H0 + gZµνµBHµSν + gSRµν ΩµSν − λ2ΛµνSµSν

− Λµν(µBHµ +Ωµ)(µBHν +Ων), (B.10)

gZµν = 2δµν − 2λΛµν , (B.11)

gSRµν = δµν − 2λΛµν . (B.12)

となる。gZµν と gSRµν はそれぞれゼーマン相互作用と磁気回転結合の g 因子テンソルを表
しており、上述の結果はゼーマン相互作用の g 因子だけでなく、磁気回転結合の g 因子も
変化することを意味する。一般に Λµν は主軸を適切に取ることで対角化される。例えば、
結晶場が立方対称のとき、Λµν は

Λµν = 0, (µ ̸= ν), Λxx = Λyy = Λzz. (B.13)

となり、g 因子は等方的になる。本研究では簡単のため、g 因子の変調を等方的なものと
して扱った。
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付録 C

ギルバート減衰定数に対する依存性

この付録では、第 2章で議論した定常状態の回転速度について、ギルバート減衰定数の
影響を詳しく述べる。
図 C.1はそれぞれのギルバート減衰定数 αに対して、回転速度 Ωz をマイクロ波周波数

ωの関数としてプロットしたものである。パラメータは gSR = 1, 圧力 p = 5.0×10−3 Pa,

マイクロ波振幅 h = 4A/mとしている。ギルバート減衰定数が大きくなると、グラフは
図 C.1 (a)から (c)のように変化していく。このとき、まず分岐が生じ、その後高速回転
側の分枝が離れていく。さらにギルバート減衰定数が大きくなると、図 C.1 (d) のよう
に、上の分枝が消滅し、一つの安定解のみが実現するようになる。式 (2.37)からも示唆さ
れるように、ギルバート減衰定数の増大の影響はマイクロ波振幅 hの減少と類似の効果が
あるといえる。
次に圧力、マイクロ波振幅を同じ値に保ったまま、gSR = 1.001としたときの回転速度

のグラフを図 C.2に示す。すべてのグラフにおいて、共鳴ピークは図 2.5と同様に低周波
数側に傾く。ギルバート減衰定数 αが小さい場合は、図 C.2 (a)から (c)のように 2つの
安定解と 1 つの不安定解が共存している。(c) では空気の圧力が分岐が生じる p1 より小
さくなっており、上側の分枝が離れていく。さらにギルバート減衰定数 αを大きくしてい
くと、(d)のように上側の分枝は消え、１つの安定解のみが実現する。このとき共鳴ピー
クは対称な形になるが、これは分岐が生じる周波数領域の幅に比べて、ギルバート減衰に
よる共鳴ピークの幅が大きくなるためである*1。
本文では、我々は強磁性体を YIG(Yttrium Iron Garnet)であると仮定し、ギルバート

減衰定数として α = 6.7× 10−5 を採用した。ただし、磁性体の材質や作成方法を変更す
ることで、αは大きくなりうる。その場合は、図 C.2 (d)に示したように共鳴ピークの非
対称性は抑えられ、gSR − 1の精密測定はしにくくなる。しかしその場合でも、マイクロ
波振幅 hを大きくすることで非対称な共鳴ピークを回復させることができる。

*1 ちなみに、仮に圧力 p がもっと小さい状況を考える場合、(d) のように上側の分枝が消えることはなく、
どんなに大きな α に対しても２つの離れた分枝が存在することになる。これは、図 2.4 における D2 が
∼ 4.7× 10−3 Paに漸近するためである。
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(a)

(c) (d)

(b)

図 C.1 それぞれのギルバート減衰定数 αに対して、gSR = 1、 p = 5.0 × 10−3 Pa、
h = 4A/mとしたときの回転速度 Ωz の定常解をマイクロ波周波数 ω の関数としてプ
ロットした図。式 (2.38)で圧力 pを固定し、αを変数とした式から、分枝が生じるギ
ルバート減衰定数 αcr は、αcr = − 2M

γpr

√
2πkBT
mair

(
h
H0

)2

≃ 5.89× 10−5 と求まる。
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(a)

(c) (d)

(b)

図C.2 それぞれのギルバート減衰定数 αに対して、gSR = 1.001、p = 5.0×10−3 Pa、
h = 4A/mとしたときの回転速度 Ωz の定常解をマイクロ波周波数 ω の関数としてプ
ロットした図。式 (2.38)よりαcr ≃ 5.89× 10−5。
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付録 D

定常解の決定

第 3章において、GKSL方程式からフォッカー-プランク方程式を導き、さらにスピン
の絶対値 Stot

0 が十分に大きい極限での定常解を求め、系の密度行列が

ρs =
∣∣∣τ1ei(ω−Ωz)t

〉〈
τ1e

i(ω−Ωz)t
∣∣∣ , (D.1)

と書けることを示した。ここで τ1 は、二次方程式

Ωτ2 − [(ω − ω0) + ΓStot
0 i]τ − Ω = 0, (D.2)

を解くことで定まる。この方程式の解は 2つあり、

τ±1 ≡ 1

2Ω

[
(ω − ω0) + iΓStot

0

± eiθ1/2
{[

(ω − ω0)
2 + 4Ω2 − (ΓStot

0 )2
]2

+ 4(ΓStot
0 )2(ω − ω0)

2
}1/4]

, (D.3)

で与えられる。ここで位相因子 θ1 は

eiθ1 ≡ [(ω − ω0) + ΓStot
0 i]

2
+ 4Ω2√

[(ω − ω0)2 + 4Ω2 − (ΓStot
0 )2]

2
+ 4(ΓStot

0 )2(ω − ω0)2
, (D.4)

を満たす実数 (0 ≤ θ1 < 2π)である。τ+1 が Sz < 0に対応することを理由に、本研究で
は解 τ+1 のみを採用した。この付録では、実際に τ+1 が Sz < 0の解に、τ−1 が Sz > 0の
解に、それぞれ対応することを確かめる。
系の密度行列が式 (D.1) で与えられるとき、τ1 = τ±1 に対してスピンの z 成分の期待
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値は

⟨Stot
z ⟩ = Stot

0

1− |τ±1 |2

1 + |τ±1 |2
= Stot

0

ΓStot
0 (1 + |τ±1 |2 − 2|τ±1 |2)
ΓStot

0

(
1 + |τ±1 |2

)
= Stot

0

ΓStot
0 (1 + |τ±1 |2) + i

[
τ±∗
1 (Ωτ±2

1 − (ω − ω0)τ
±
1 − Ω)− h.c.

]
ΓStot

0

(
1 + |τ±1 |2

)
= Stot

0

ΓStot
0 (1 + |τ±1 |2) + i(Ω|τ±1 |2(τ±1 − τ±∗

1 )− Ω(τ±∗
1 − τ±1 ))

ΓStot
0

(
1 + |τ±1 |2

)
= Stot

0

ΓStot
0 (1 + |τ±1 |2)− 2Ω(1 + |τ±1 |2) Im τ±1

ΓStot
0

(
1 + |τ±1 |2

) = Stot
0

ΓStot
0 − 2Ω Im τ±1

ΓStot
0

= Stot
0

∓ sin θ1
2

{[
(ω − ω0)

2 + 4Ω2 − (ΓStot
0 )2

]2
+ 4(ΓStot

0 )2(ω − ω0)
2
}1/4

ΓStot
0

= ∓ Stot
0√

2ΓStot
0

{
(1− cos θ1)

√[
4Ω2 + (ω − ω0)2 − Γ2Stot2

0

]2
+ 4Γ2Stot2

0 (ω − ω0)2
}1/2

= ∓ 1√
2Γ

{
−4Ω2 − (ω − ω0)

2 + Γ2Stot2

0

+

√[
4Ω2 + (ω − ω0)2 − Γ2Stot2

0

]2
+ 4Γ2Stot2

0 (ω − ω0)2
}1/2

(D.5)

と計算される*1。
一方、第 2章の式 (2.11)を参照すると、LLG方程式の定常解におけるスピンの z 成分

の期待値は

Stot
z = ± 1√

2Γ

{
−4Ω2 − (ω − ω0)

2 + Γ2Stot2

0 (D.6)

+

√[
4Ω2 + (ω − ω0)2 − Γ2Stot2

0

]2
+ 4Γ2Stot2

0 (ω − ω0)2
}1/2

= Stot
0

1− |τ∓1 |2

1 + |τ∓1 |2

となる。よって、τ+1 と τ−1 は、それぞれ Stot
z < 0と Stot

z > 0に対応することがわかった。
以上より、フォッカー-プランク方程式の定常解から導いた Stot

z の期待値は、確かに
LLG方程式の結果を再現することがわかり、さらに τ+1 と τ−1 は、それぞれ Stot

z < 0と
Stot
z > 0に対応することが確かめられた。

*1 式変形の途中で式 (D.2), (D.3)を用いた。また、0 ≤ θ1
2

< π より sin θ1
2

> 0であることを用いた。ち
なみにこの 4 段目の式を見ると、本文中でも用いたように ΓStot

0 − 2Ω Im(τ±1 ) = Γ⟨Stot
z ⟩ となってい

ることがわかる。
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